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Chapitre 1 

De l'importance des symetries 



Un point majeur dans la comprehension des lois de la Nature reside dans 
la notion de symetrie. La conviction que les symetries jouent un role essentiel 
en physique est devenue de plus en plus forte au cours des siecles. En revanche, 
l'analyse des proprietes d'une symetrie (ou invariance) en termes de groupe, 
de ses generateurs et de ses representations est beaucoup plus recente et 
occupe desormais une place centrale dans l'approche des theoriciens aux lois 
fondamentales de la physique. En effet, les transformations associees a une 
symetrie forment un groupe dont les representations permettent de decrire 
les objets physiques interessants vis-a-vis de cette symetrie. Avec le theoreme 
de Noether (1918) vient la correspondance entre symetrie et conservation 
d'une grandeur. Par exemple, l'invariance par translation et par rotation 
conserve l'energie, l'impulsion et le moment angulaire. Le groupe associe a 
ces transformations est le groupe de Poincare, dont les representations sont 
definies par le spin et la masse (Wigner, 1939). 

Parmi les symetries accessibles, on distingue les symetries d'espace-temps, 
qui agissent sur les coordonnees x m et dont le groupe de Poincare fait partie, 
et les symetries internes, qui sont definies en chaque point de l'espace-temps 
et agissent sur les objets physiques (les champs). Dans l'ensemble des syme- 
tries internes, on retrouve les symetries chirales, le nombre baryonique, le 
nombre leptonique, ou encore les symetries de saveur et de couleur. Les sy- 
metries internes sont classees en deux categories : les symetries globales et les 
symetries de jauge. Les premieres s'appliquent aux objets independamment 
de leur localisation tandis que pour les symetries de jauge, les parametres 
de transformations sont des fonctions dependant du point ou s'applique la 
transformation. Enfin, la structure du groupe qui decrit une symetrie per- 
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met de differencier les symetries continues, pour lesquelles les parametres des 
transformations peuvent prendre un nombre continu de valeurs, et les syme- 
tries discretes, pour lesquelles les parametres appartiennent a un ensemble 
discret. 

Connaissant le groupe d'une symetrie, le lagrangien le plus general pre- 
servant cette symetrie est alors clairement determine. Tous les champs de la 
theorie sont dans des representations du groupe, et tous les termes d'interac- 
tions (entre ces champs) invariants sous les transformations du groupe sont 
presents. 

La remarquable confirmation experimental des predictions du Modele 
Standard de la Physique des particules, qui a pour groupe de jauge 577(3) x 
SU(2)l x U(l), est une forte indication que cette approche est la bonne. 
Les sensibilites actuelles vont au dela du pourcent de precision et aucune 
deviation ferme n'a ete observee. Neanmoins, il existe de nombreux signes 
nous montrant que ce modele n'est pas la theorie ultime. Les resultats expe- 
rimentaux allant dans ce sens sont la preuve que les neutrinos sont massifs 
puisqu'ils oscillent, la mesure de la constante cosmologique qui est trop faible, 
la mise en evidence de la matiere noire, l'inflation, et la baryogenese. D'un 
point de vue theorique, le secteur electrofaible souffre d'un probleme de hie- 
rarchie dramatique qui amene a reconsiderer la question de la naturalite, les 
couplages de jauge ne s'unifient pas, le nombre de generations et les hie- 
rarchies entre les differentes masses des fermions, ou de maniere equivalente 
des couplages de Yukawa, ne sont pas expliquees. II faut done considerer le 
Modele Standard comme une limite a basse energie d'une theorie plus fon- 
damentale. Pourtant, une chose est sure, quelle que soit la nouvelle physique 
apparaissant au-dela du Modele Standard, sa limite a des energies aux alen- 
tours de l'echelle electrofaible doit reproduire les donnees que nous avons. 
La precision avec laquelle le Modele Standard a ete teste contraint done de 
maniere drastique le panel de theories pouvant englober le Modele Standard. 

Pour aller au-dela du Modele Standard et trouver une explication a ces 
nombreux problemes, une des demarches adoptees est d'elargir le groupe de 
symetrie de la theorie. II faut alors trouver des mecanismes brisant une par- 
tie du groupe elargi de sorte que les symetries residuelles soient exactement 
celles du Modele Standard. Diverses voies ont ete engagees ces dernieres de- 
cennies : l'elargissement du groupe de jauge, du groupe de symetries globales 
ou du groupe de symetries d'espace-temps. Les theories de Grande Unifica- 
tion, dont les plus connues sont 577(5) et 50(10), s'incrivent dans le premier 
cas. Bien que tres elegantes et permettant d'expliquer en partie les saveurs 
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et le nombre de generations, l'echelle d'unification se situe autour de 10 
GeV et le probleme de hierarchie n'est pas resolu. La supersymetrie et les 
dimensions supplementaires, outils que nous developpons dans cette these, 
s'inscrivent dans les deux autres cas. 

Les theories de type Kaluza-Klein incorporent des dimensions supplemen- 
taires en supposant que celles-ci sont compactes. Le rayon de compactifica- 
tion, qui represente la taille de ces dimensions, doit etre suffisamment petit 
pour expliquer que nous n'y soyons pas sensibles. Le contenu en particule est 
en effet elargi, et les particules supplementaires que nous percevons a quatre 
dimensions ont une masse proportionnelle a l'inverse du rayon. Done si le 
rayon est trop grand, la masse est accessible a LEP, par exemple. On peut 
egalement supposer que les dimensions supplementaires sont de rayon tres 
large, voire infini (dimensions plates), mais que la matiere ordinaire a quatre 
dimensions est en quelque sorte piegee dans une sous-variete, la brane, d'un 
espace-temps plus large. Ces deux approches peuvent etre combinees : e'est 
le cas dans des modeles "warped extra-dimensions" qui constituent un moyen 
de resoudre le probleme de hierarchie. 

La supersymetrie, par ailleurs, elargit le groupe de symetries internes 
grace a des generateurs qui anti-commutent entre eux et commutent avec les 
generateurs du groupe de Poincare. Les fermions et les bosons sont alors des 
composantes de multiplets supersymetriques. L'argument majeur en faveur 
de la supersymetrie est qu'elle resout naturellement le probleme de hierarchie. 
Elle garantit egalement l'unification des couplages de jauge, et peut fournir 
des candidats a la matiere noire. Mais la supersymetrie n'est pas realisee dans 
la Nature a des echelles d'energie observables, et il faut la briser. Une bri- 
sure spontanee de cette symetrie globale entraine la presence d'une particule 
de Goldstone non-massive dans le spectre, ce qui est exclu. Nous jaugeons 
la supersymetrie en rendant le parametre des transformations local. Fait re- 
marquable, ce processus force la theorie a inclure la gravitation. A basse 
energie, une brisure spontanee de supersymetrie dans une theorie de super- 
gravite fait apparaitre des termes non-supersymetriques dans le lagrangien. 
Neanmoins, ces termes ne rajoutent pas de divergences quadratiques et done 
le probleme de hierarchie reste resolu. C'eut ete trop beau : les theories de 
supergravite contiennent des termes non-renormalisables qui nous poussent 
inevitablement a aller encore au-dela. 

La supergravite est naturellement presente dans les theories de cordes. 
Ces theories postulent que les objets fondamentaux ne sont plus ponctuels 
mais ont une extension spatiale. Les particules elementaires sont vues comme 
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des excitations de la corde. Celle-ci vit done dans deux dimensions (le temps 
et la dimension de la corde) plongees dans un espace-temps a dix dimen- 
sions, ce nombre etant une condition d'auto-coherence de la theorie. Les 
theories de cordes sont a l'heure actuelle les meilleures candidates a l'unifi- 
cation des quatre interactions fondamentales. En outre, elles comportent un 
seul parametre : la tension de la corde. Leur action effective a basse energie 
s'ecrit comme une theorie des champs. Les theories de cordes contiennent 
done tous les ingredients que nous avons evoques pour aller au-dela du Mo- 
dele Standard : groupe de jauge elargi, dimensions suplementaires compactes, 
branes, supergravites (une ou plusieurs selon les theories). La reduction de 
dix a quatre dimensions d'espace-temps donne lieu a une phenomenologie 
tres riche. Selon le mode de compactification employe, on obtient des theo- 
ries tres diverses. Un defi majeur dans ce sens est non seulement de retrouver 
le groupe de jauge et le contenu en champs du Modele Standard, mais aussi 
de verifier les contraintes cosmologiques comme l'inflation et la constante 
cosmologique. 

Le sujet central de cette these est l'etude des mecanismes de brisure d'une 
symetrie. Ce manuscrit s'organise comme suit : 

• Le deuxieme chapitre introduit les dimensions supplementaires et pre- 
sente un modele a deux dimensions supplementaires interessant dans le 
cadre du probleme de hierarchie. 

• Le troisieme chapitre est une introduction a la supersymetrie et la su- 
pergravite. 

• Le quatrieme chapitre presente deux mecanismes de brisure dynamique 
de symetrie par des phenomenes non-perturbatifs : les modeles de 
Nambu-Jona-Lasinio (NJL) et les modeles avec condensation de jau- 
ginos. Le modele a deux dimensions supplementaires est repris et Ton 
montre sa dualite avec des modeles de NJL a quatre dimensions. 

• Le cinquieme chapitre traite des dualites de Seiberg dans les theories 
de Chromodynamique Quantique (QCD) supersymetrique, et detaille 
un modele de brisure dynamique de supersymetrie. 

• Apres avoir explique ce que sont les champs de modules issus de la 
reduction dimensionnelle des theories de cordes, le sixieme chapitre 
presente un modele permettant leur stabilisation. Nous proposons ega- 
lement une alternative combinant la stabilisation des modules avec les 
phenomenes non-perturbatifs brisant dynamiquement la supersymetrie. 



Chapitre 2 

Dimensions supplementaires 



Une maniere d'etendre le Modele Standard est de considerer que l'espace- 
temps fondamental contient plus de quatre dimensions. Cette idee est renfor- 
cee par le fait que les supercordes vivent naturellement dans un espace-temps 
dix-dimensionnel (c'est en fait une condition de consistance de la theorie). 

La fagon dont les dimensions supplementaires se manifestent a nous doit 
etre contrainte puisque nous n'avons jusqu'a present detecte aucun signal 
que nous aurions pu interpreter comme la preuve que d'autres dimensions 
existent. A ce jour, deux grandes classes de modeles se degagent pour expli- 
quer comment les dimensions supplementaires sont cachees [T]. 

Le modele originel propose par les mathematiciens T. Kaluza et O. Klein 
[2] dans les annees 1920 tentait d'unifier les deux forces connues a l'epoque, la 
gravitation et l'electromagnetisme, en ajoutant une dimension d'espace. En 
supposant que cette cinquieme dimension est enroulee sur elle-meme en un 
cercle de rayon R tres petit, par exemple de l'ordre de la longueur de Planck 
(~ 10~ 33 cm), on explique de maniere tres simple pourquoi notre monde n'y 
est pas sensible. On peut de la meme fagon supposer que plusieurs dimensions 
supplementaires sont presentes, et qu'elles ont toutes un rayon tres petit. Les 
modeles se basant sur ce principe sont dits de type Kaluza-Klein. 

Depuis plus recemment, l'approche des univers branaires connait un tres 
grand engouement. Dans ces constructions, c'est notre Modele Standard (ou 
une partie de ses secteurs) qui est piege dans un sous-espace a quatre di- 
mensions, appele "brane". Les dimensions supplementaires peuvent alors etre 
larges voire infinies, plates ou courbees ("warped extra dimensions"). 
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2.1 Modeles de type Kaluza-Klein 

Considerons pour commencer une seule dimension supplemental, de co- 
ordonnee y. Dire que cette dimension est compacte et prend la forme d'un 
cercle de rayon R, c'est dire que y appartient a l'ensemble [0, 2-nR] et que 
Ton identifie les deux points extremes. Un champ scalaire $ se propageant 
dans cet espace-temps se decompose done en modes de Fourier 

avec /i = 0, . . . , 3 decrivant nos quatre dimensions. La base des e my l R corres- 
pond aux fonctions propres de l'impulsion dans la direction compacte, et le 
champ verifie done les conditions de periodicite $(x M ,0) = $(x M , 2ttR). 
L'action de ce champ respecte l'invariance de Lorentz a cinq dimensions 

d A x J dy{d M &d M $-m 2 &$} , (2.2) 

avec M — 0, . . . , 3, 5 ou M — 5 correspond a la dimension supplemental^. 

Le champ $ a une dimension de masse 3/2. Le facteur \j\JlixR dans la 
decomposition (12.11) assure que les modes de Fourier 0„, appeles modes de 
Kaluza-Klein (KK), ont une dimension canonique a quatre dimensions. 

En injectant la decomposition (12.1ft dans Taction (12 . 2[ ) . on trouve 

rl " !! \ -» r„ ,„ n „ , ( o mn \ <* . 1 »■ ( n ~™)y 

i.i -I 



cf x / dy > \ d^d^n - [mi + — (j>* m< j> n e 4 — 



— 2-kr J l " y ^ r^ m " Yn y ,L ° ^ R* J 

J Ji) m,n£Z 

L'integration sur y men^l a l'action effective a quatre dimensions 



S, = j d'x £ {^;^» - ( m o + ^ ) On ) • (2.3) 

Nous voyons done qu'un etat de Klein-Gordon a cinq dimensions 8 m 8m^ = 
Wq$ donne lieu a une tour infinie discrete d'etats de Klein-Gordon a quatre 
dimensions d^d^(j) n = rr? n § n avec 



1 La metrique de Minkowski est tjmn = diag (- 
2 On utilise J^ R dye 1 ' = 2irR8 mn . 



2.1.1 Orbifolds 
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L'etat n = 0, appele mode zero, possede la masse m\. 

La procedure se generalise facilement a un nombre d de dimensions sup- 
plementaires de rayons Ri, avec i — 1, . . . , d. En particulier, l'expression des 
masses ( 12.41) devient 



,2 



nr., „ , = ml + ^ 



2 



ni,...,n d II / ., jj>2 



Faisons la meme construction pour un fermion a quatre composantes 
En s'inspirant de (12.11) . on le decompose en 

= -=L= £ exp Vn(^) • (2.5) 

Supposons pour plus de simplicity que le champ est libre, 

S 5 = j ' drx J** dy(Mj M d M *) , (2.6) 

ou les matrices de Dirac 7m = (7^, r/s) forment une representation de l'al- 
gebre de Clifford {7M,7iv} = 2t]mn- En effectuant l'integration sur y comme 
dans le cas du champ scalaire, on trouve une action 

Si = j d 4 X ^ j^nT^/^n - ^/>n75^nj • (2.7) 

On a done ici aussi une tour d'etats KK de masses^ ^ mais les termes de 
masse sont du type Dirac ipRipL + ^l^Pr- Par consequent, tous les modes 
n/0 sont non-chiraux. Ceci constitue un reel probleme car notre but est de 
construire des modeles avec dimensions supplementaires tels que le Modele 
Standard en soit une theorie effective. 



2.1.1 Orbifolds 

Un moyen de retrouver la chiralite a cinq dimensions est d'imposer une 
symetrie supplemental y — > —y. Sous cette derniere, le cercle de rayon R 
devient un segment de longueur nR. Les points y = et y = ttR sont des 



3 Pour les fermions, seuls les modules au carre des masses ont une sens. 
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points fixes puisqu'ils sont transformes en eux-memes, comme illustre sur la 
Fig. EH 

De maniere generale, si les dimensions supplementaires forment une va- 
riete K, imposer une symetrie T sur K donne lieu a un groupe quotient K/Y 
appele orbifold, qui n'est en general plus une variete ; le processus s'appelle 
"orbifolding". L'orbifold contient toujours des points fixes, qui sont les points 
de K invariants sous T. 




Fig. 2.1 - Sous l'orbifolding Z 2 : y — > —y , le cercle devient un segment avec 
deux points fixes a ses extremites. 



Pour mieux comprendre ce que cela implique, reprenons le champ scalaire 
<&. On peut reecrire le developpement (12. ip de la fagon suivante 

^ ) = 7^{^ o+ 5(^ +)cos i + ^ )sin i)} ' (2 - 8) 

avec 

= ^|(0n + 0-n) , 

La symetrie de l'orbifold autorise les deux parites pour Si Ton impose 
$(—y) = —$(?/), alors les fonctions (f)^ sont toutes identiquement nulles, et 
le mode zero disparait. Dans le cas ou il n'y aurait pas de terme de masse m 
dans Taction (12 .2p . cela permet d'eviter la presence d'un champ non-massif 
a quatre dimensions. 

En quoi l'orbifold restaure-t'il la chiralite? Sous la symetrie Z 2 , le terme 
cinetique ^/ , j M dM^ doit etre invariant. Or il est clair que le terme d$, lui, se 
transforme en — c^. II faut done que 

^ 75 # = q L ty R -y R y L 



2.1.2 Compactification a la Scherk-Schwarz 
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soit impair, ce qui implique que l'une des deux chiralites de \I/ doit etre 
impaire tandis que l'autre doit etre paire. II s'ensuit, en comparant avec le 
cas du champ scalaire (12.81) . que la chiralite paire se decompose sur la base 
des cos 2 ^, tandis que celle qui est impaire se decompose sur la base sin ^ 
et n'a done pas de mode zero. On a bien une theorie chirale et il devient 
possible de construire des theories consistantes grace aux orbifolds |3j. 



2.1.2 Compactification a la Scherk-Schwarz 

En etudiant Taction (12.21) (respectivement ( 12.61) ). on se rend compte que 
la decomposition (12.11) (resp. (12.51) ) n'est pas la plus generale autorisee par la 
periodicite de la dimension supplementaire. En effet, rien ne nous empeche 
d'imposer plutot 

<S>(y + 2itR) = e ll3 ${y) , 

avec (3 une constante, si ce choix est une symetrie de Taction. De telles 
conditions, qui se generalisent tres facilement au cas de plusieurs dimensions 
supplementaires, sont dites twistees et correspondent a une compactification 
de Scherk-Schwarz [4]. Le champ se decompose selon 

En particulier, pour (3 — ir, le champ est anti-periodique $(?/ + 2ttR) = 

En effectuant la compactification a partir de Taction ( 12 .2L on trouve que 
les masses KK sont 

2 2 (n + (3/2n) 2 

m n = m + ^ " 

Le compactification a la Scherk-Schwarz est done un autre moyen d'obtenir 
un mode zero massif dans le cas ou m = 0. 

Enfin, il est courant d'effectuer une compactification a la Scherk-Schwarz 
sur un orbifold. Par exemple, 

${y + 2irR) = e i(3 <5>(y) et $(-y) = -$(y) 



impliquent, pour (3 generique, que $ est nul aux points fixes, $(7ri?) = = 
$(0), ce qui correspond a des conditions de type Dirichlet. 
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Le choix des conditions aux bords des dimensions compactes et le choix de 
la transformation (parite) des champs sous Taction de l'orbifold sont sounds 
a contrainte. De maniere un peu plus formelle, si Taction Zo de l'orbifold sur 
le champ est 

$(Co(l/)) = ZoHy) , 
et que la compactification a la Scherk-Schwarz impose un twist T donne par 

$(r(y)) = T$(y) , 

alors, en general, les deux transformations ne commutent pas : Z Q -T ^T-Z Q . 

On peut explicitement trouver les conditions de compatibilite entre les 
deux mecanismes. Concretement, nous ne nous interesserons qu'aux cas ou 
les deux actions Z Q et T commutent. L'association de conditions de Scherk- 
Schwarz et des orbifolds peut etre tres interessante pour engendrer des bri- 
sures de symetrie [5]. Nous reviendrons sur ceci dans le paragraphe 12.31 



2.2 Les univers branaires 

Une autre classe de modeles avec dimensions supplementaires existe, dans 
lesquels Tinvariance de Lorentz a d + 4 dimensions est explicitement brisee 
par la presence de branes, egalement appeles "domain walls" dans certaines 
realisations de theorie des champs. 

Le modele le plus simple [6] contient un champ scalaire $ a cinq dimen- 
sions, decrit par Taction 



S = Id xdy 



avec V($) = -im 2 $ 2 + iA$ 4 . (2.10) 

L'equation du mouvement 8m9 m ^ = — dV{Q)/d$ admet une solution 
classique 

dependant de y, et qui prend les valeurs asymptotiques ±t> = Son profil 

a ete trace sur la Fig. I2.2L Cette solution brise explicitement Tinvariance de 
Lorentz a cinq dimensions, mais elle preserve celle a quatre dimensions. 



2.2.1 Grandes dimensions supplementaires 
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3> c (y) 
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Fig. 2.2 - Le potentiel (12.101) et la solution classique (12.111) des equations du 
mouvement. Le soliton $ c decrit un domain wall qui separe les deux vides 
+v et —v. 



Si l'on couple un fermion de Dirac \I> au champ scalaire $ par une in- 
teraction de Yukawa alors au niveau classique, autour de la solution 
solitonique $ = $ c , les fermions sont localises au voisinage de y = 0. Leur 
profil dans la direction y decroit exponentiellement quand on s'eloigne de 
la brane. De plus, le mode zero if) de ce fermion est naturellement chiral 
■y 5 ip = —if). II est egalement possible de localiser des champs de jauge (et 
done tout le Modele Standard) mais cela est plus difficile a realiser que dans 
l'exemple ci-dessus. Nous verrons au chapitre [6] que ces localisations appa- 
raissent naturellement dans des theories issues de theories des cordes. 

2.2.1 Grandes dimensions supplementaires 

La possibility de localiser la matiere sur une brane quadri-dimensionnelle 
explique pourquoi nous ne ressentons pas les dimensions supplementaires de 
maniere directe. Notamment, celles-ci ne sont plus contraintes a etre tres 
petites, ou meme plates. Un des enjeux est d'apporter de nouvelles solutions 
aux problemes de hierarchie de jauge, de petitesse de la constante cosmo- 
logique, d'unification des couplages de jauge, etc., en utilisant la geometrie 
des dimensions supplementaires. De ce fait, nous sommes amenes a inclure la 
gravitation dans nos modeles, ce qui a des consequences sur la loi de Newton 
effective a quatre dimensions. Neanmoins, celle-ci a ete testee par des expe- 
riences du type Cavendish jusqu'a des distances de l'ordre de ~ 0.1 cm. La 
taille R des dimensions supplementaires peut done etre aussi large que cette 
valeui0. 

4 En termes d'energie, cela signifie > O(10 -4 ) eV. 
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Les modeles dits ADD [7] s'appuient sur cette idee et reformulent le pro- 
bleme de hierarchie en termes de volume de l'espace compact. En effet, la 
masse de Planck Mp ~ 10 19 GeV n'est pas l'echelle fondamentale d'une theo- 
rie vivant a D = 4 + d dimensions. Celle-ci, que Ton notera M*, intervient 
dans Taction d'Einstein-Hilbert 



D-2 



S = / d D x^p)R {D) , (2.12) 



ou g( D ^ et R( D ^ sont la metrique et le scalaire de Ricci de l'espace-temps 
D-dimensionnel. La constante de Newton G(d) est donnee par 

G( D) = • (2-13) 

L'idee des modeles ADD est de localiser le Modele Standard sur une brane 
de sorte que seule la gravitation se propage dans les dimensions supplemen- 
taires. Si la gravitation est homogene le long des coordonnees tranverses a la 
brane, alors on peut effectuer facilement l'integration sur d d y dans Taction 
(12TT2D . On trouve 

rD-2 



ou Vd est le volume des dimensions supplementaires, Vd ~ R d en supposant 
que tous les rayons sont egaux et valent R. 

La masse de Planck a quatre dimensions est donnee par 

Mp ~ M®~ 2 R d = M d+2 R d . (2.14) 

On peut done expliquer le probleme de hierarchie en abaissant M* jusqu'a 
Tordre de grandeur de l'echelle electrofaible : ~ 1 TeV, ce qui implique 



-17 



R ~ M' 1 [ —— ) ~ lO^)— cm 

Le cas d'une dimension supplementaire a deja ete exclu experimentalement. 
Le cas d — 6 naturel dans les theories de supercordes impliquerait R ~ 1CT 12 
cm, ce que nous ne pourrons probablement jamais tester. Finalement, le 
probleme de hierarchie a ete transfere en probleme de nombre de dimensions, 
ou de taille "non-naturellement" large des dimensions supplementaires. 



2.2.2 Dimensions supplementaires courbees 
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Notons que le probleme de hierarchie n'est pas la seule motivation pour 
introduire les dimensions supplementaires. Dans d'autres classes de modeles 
[8], ayant par exemple R' 1 ~ 1 TeV, ou contenant des dimensions supple- 
mentaires longitudinales a la brane, c'est l'unification des couplages et la 
brisure de supersymetrie (voir le chapitre[3]) qui sont etudies. 

2.2.2 Dimensions supplementaires courbees 

Jusqu'ici, nous avons neglige l'effet de la brane sur les dimensions sup- 
plementaires. Puisque celle-ci porte le Modele Standard, ou du moins une 
partie des champs de matiere, elle genere un champ gravitationnel directe- 
ment reliee a sa densite d'energie, ce qui a pour effet de courber les directions 
transverses. 

Considerons le cas d'une seule dimension supplemental, et ignorons 
l'epaisseur de la brane (fonction 5). La densite d'energie par unite de vo- 
lume de la brane, aussi appelee tension, est notee a. L'action gravitationnelle 
complete est 

S = J^q^ J d 4 xdy^) (R^ + 167rA {5) G (5) ) + a J d 4 x^ , 

ou A( 5 ) est la constante cosmologique a cinq dimensions, et la constante 
de Newton (12.130 . On peut montrer que la constante cosmologique effective 
a quatre dimensions est nulle pour 

An 

A(5) = -yG (5)( T 2 ^ . 

L'espace-temps fondamental est alors de type anti-de Sitter, et la metrique 
correspondante a la forme 

ds 2 = e-^l r)^dx>*dx v - dy 2 , 

ou k = est 1' inverse du rayon de courbure de la dimension supple- 

mentaire (e - ^' est appele "warp factor"). Ces modeles sont parfois dits non- 
factorisables a cause du facteur de courbure. 

On peut exploiter ce resultat en plagant le Modele Standard sur une 
brane de tension negative, a < 0, appelee brane infra-rouge (ou brane TeV), 
et une autre brane de tension positive, appelee brane ultraviolette (ou brane 
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Planck), aux deux points fixes et 11R d'un orbifold [9]. Du fait de la courbure 
des dimensions, l'echelle induite sur la TeV brane est 

A ~ e~ wkR M P , 

et l'echelle fondamentale a cinq dimensions est M* ~ M P . Pour obtenir une 
echelle A ~ 1 TeV, on a typiquement besoin de kR ~ 10. Ici aussi, on 
peut expliquer le probleme de hierarchie, mais cette grace a la courbure des 
dimensions supplementaires. 



2.3 Brisure dynamique de symetrie en six di- 
mensions 

Dans la suite, nous considerons un champ scalaire dans un espace-temps 
avec d = 2 dimensions supplementaires infinies et plates, et nous plagons une 
brands a 1'origine y\ = y-i = 0. Le modele que nous etudions est 

S = j d'xd'y 1 -^) 2 - |rf 4 x|-^$ 2 + V} , (2.15) 

le second terme etant un potentiel de type Higgs localise sur la brane. Puisque 
$ a une dimension 2, le parametre de masse \i est adimensionne, tandis que 
[A] = -4. 

Cette theorie contient des divergences au niveau classique [10]. Le propa- 
gateur de $ regoit des corrections venant de l'insertion de masse localisee /i 2 , 
comme represente sur la Fig. 12.31 

z z z' 

x • y = y + x^ X y + x x X y + ' ' ' 

Fig. 2.3 - Corrections du propagateur G^ 2 \x,y) de $ au niveau classique. 



En sommant toutes les contributions, 

G^(x,y) = D(x,y)+fi 2 [ d 2 zD(x, z)5 2 (z)D(z,y) 



3 Par brane, nous entendons fonction delta bidimensionnelle S 2 (y). 



2.3 Brisure dynamique de symetrie en six dimensions 
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avec D(x,y) le propagateur nu. Cette expression se reecrit plus simplement 
dans une representation mixte 

G k 2 \x,y) = D k (x,y)+fi 2 D k (x,0)D k (0,y) 

+ fx A D k (x,0)D k (0,0)D k (0,y) + ... (2.16) 

= D k (x,y) + - £——D k (x,0)D k (0,y) , 

1 - [i 2 D k {0, 0) 

ou k est la quadri-impulsion le long de la brane et x, y sont les coordon- 
nees dans l'espace interne a deux dimensions ; k est conservee a chacun des 
vertex des diagrammes de la Fig. 12.31 La derniere egalite correspond a une 
resommation de la serie. 

La quantite D k (0, 0) est particulierement simple a calculer en coordonnees 
polaires dans les directions transverses. On trouve 

D h (0,0) = ^ln(^) , (2.17) 

ou A est une echelle de regularisation ultraviolette. 
L'expression (12 . 16f) se reecrit alors 

G k 2) (x,y) = D k (x,y)+fi 2 (k)D k (x,0)D k (0,y) . 

Dans cette expression, fi 2 (k) designe le couplage renormalise deduit de (12.1 61) 
et (I2T71) 

lAQ) = i + mI* ' (2 ' 18) 

ou y^ 2 (A) est le parametre de masse intervenant dans Taction (1 2 . 1 5 H . Le cou- 
plage /i 2 (Q) decroit avec Q, c'est-a-dire qu'il devient fort dans l'infra-rouge. 

Nous interpretons cette evolution des couplages de la fagon suivante : les 
divergences qui apparaissent au niveau classique ne sont dues qu'a l'epaisseur 
infiniment fine de la brane. En regularisant nos integrales divergentes grace au 
cutoff A, nous avons en fait regularise l'epaisseur de la brane en e = 1/A^O. 

Dans la Publication jV°1, nous avons considere que les dimensions sup- 
plementaires sont compactes en forme de disqu^l de rayon R ^> A -1 . Nous 



6 La forme des dimensions supplementaires ne joue en realite aucun role vis-a-vis de 
revolution classique des couplages. Neanmoins, les calculs sont simplifies dans le cas du 
disque. Nous reviendrons au cas d'un tore de rayons R\ et R2 au paragraphe 14. 1 .31 
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imposons des conditions de Dirichlet au bord du disque : 

$( r = R) = , (2.19) 

avec r = \/yf + yj. 

L'evolution (I2.18P implique que (i 2 atteint un pole de Landau en 

^ = Aex p(-^)) ' ( 2 - 2 °) 
comme illustre sur la Fig. 12.41 




Fig. 2.4 - Evolution du couplage /z 2 avec l'energie. Lorsque la valeur nue 
/i 2 (A) est exactement la valeur ( 12.211 ). un mode non-massif existe a quatre 
dimensions. 



Si Q c est suffisamment petit, de telle maniere que le couplage /i 2 est 
perturbatif a l'echelle de compactification R, alors le modele est de type 
Kaluza-Klein (section 12.11) et les masses des modes KK de $ sont d'ordre 
l/R. 

Par contre, si Q c ~ R~ x , alors le mode zero de $ est tres leger a quatre 
dimensions. En Q c = R~ l , ce mode est exactement non-massif, tandis que 
pour Q c > R~ l sa masse devient tachyonique et engendre un mecanisme de 
type Higgs. 

La valeur nue /x 2 du couplage correspondant a la transition de phase 
Q c = R- 1 est done, d'apres (12^01) . 



2tt 



(2.21) 



2.3 Brisure dynamique de symetrie en six dimensions 
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ou e est l'epaisseur de la brane. 

Pour verifier concretement l'existence d'une transition de phase en jj 2 = 
fj%, il faut resoudre les equations du mouvement pour le mode zero de $ a 
partir de Taction (12.151) pour les deux regions de l'espace tranverse : l'interieur 
de la brane, r $C e ; et l'exterieur de la brane e < r ^ R. En imposant les 
conditions aux bords (12.191) et des conditions de correspondance en r = e, 
on trouve facilement l'expression de la masse quadri-dimensionnelle pour ce 
mode. On montre en outre que les modes KK sont beaucoup plus lourds que 
le mode zero. 

Ce modele tres simple est bien entendu motive par le secteur electrofaible 
du Modele Standard. Concretement, la transition de phase "a la Higgs" peut 
engendrer la brisure de symetrie electrofaible si on peut expliquer pourquoi 
/x 2 (A) > /i 2 , ce qui correspond a une masse tachyonique a quatre dimensions. 
Un moyen d'expliquer ceci serait de rendre les dimensions supplementaires 
dynamiques, c'est-a-dire que le champ scalaire $ pourrait etre couple a un 
module (voir le chapitre [6|) dont la valeur moyenne dans le vide engendrerait 
un parametre de masse /^ 2 (A) dans la bonne gamme de valeurs. 
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Chapitre 3 

Supersymetrie et supergravite 



II existe de nombreuses fagons de motiver l'introduction de la supersyme- 
trie comme extension du Modele Standard. La raison la plus souvent evoquee 
est le probleme de hierarchie dans le secteur electrofaible [TT]. Le boson de 
Higgs H est la seule particule scalaire du Modele Standard. II est couple par 
des interactions de Yukawa —XftpiHipR a tous les fermions ip s et sa masse 
regoit des corrections a une boucle 

S f m 2 H = - l -^A 2 + ... , (3.1) 

ou A est le cutoff ultraviolet introduit pour regulariser l'integrale sur le mo- 
ment interne des fermions dans la bouc La contribution dominante vient 
du quark top pour lequel X top ~ 1- Par ailleurs, pour que le Modele Standard 
soit une theorie unitaire, la masse physique uih = m Q + 5mH ne peut exceder 
l'ordre du TeV. Sa valeur moyenne dans le vide valant 246 GeV, run est plutot 
de l'ordre d'une centaine de GeV. Si A, qui represente l'echelle ultraviolette 
de validite du Modele Standard, est la masse de Planck, cela implique une 
compensation de plus de 30 ordres de grandeur entre la masse "nue" m du 
potentiel du Higgs et la correction 5/m#. Inversement, si on suppose que A 
est de l'ordre du TeV de sorte a reduire la compensation non-naturelle, cela 
signifie que la nouvelle physique est presente a cette echelle. 

Le probleme de hierarchie vient du fait que la masse des particules sca- 
laires est tres difficile a proteger par des symetries. Les fermions, de leur cote, 
ont des masses naturellement petites car ils sont proteges par la symetrie 

^'expression (|3.1|l devrait comporter une sommation sur les indices de couleur pour 
les quarks. II s'agit ici d'une simple illustration. 
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chirale ip — > e l/3 ' ys ip que seuls les couplages de Yukawa brisent spontanement. 
La limited my, — > augmente done la symetrie du lagrangien. Les masses 
rriif, ne peuvent alors pas recevoir de corrections quantiques trop fortes. Pour 
le Higgs, en revanche, la limite m — > n'entraine pas d'augmentation de 
symetrie, ce qui le soumet aux corrections (13.11) . En associant les scalaires 
aux fermions dans un meme multiplet, on protege automatiquement la masse 
du boson de Higgs : e'est la supersymetrie. 

Pour mieux comprendre ce que cela signifie, supposons qu'un scalaire <p 
tres lourd soit present dans la theorie et qu'il soit couple au Higgs par un 
terme — A s \H\ 2 \<p\ 2 . Cela engendre une correction 



ou m«£ est la masse de </>. II est clair que meme si est tres lourd et decouple 
de la theorie au niveau classique, sa contribution dans les boucles a un effet 
dominant sur les corrections a la masse du Higgs, et il en est de meme pour 
les particules les plus lourdes auxquelles H soit couple. 

La deuxieme consequence de Fequation ( 13 .21) . qui n'a plus rien a voir 
avec m^, est que le premier terme compense parfaitement la moitie de la 
contribution fermionique (13.11) si A s = |A/| 2 . Done si chaque fermion du 
Modele Standard est apparie a deux scalaires de cette fagon, la masse de 
H ne regoit plus de correction quadratique mais seulement des corrections 
logarithmiques du type (13.21) . et le probleme de naturalite est en partie resolu. 

3.1 La supersymetrie 

3.1.1 Algebre, superespace et superchamps 

Les bosons et les fermions sont associes dans des multiplets supersyme- 
triques. Cela implique que l'algebre de supersymetrie doit contenir l'algebre 
de Poincare. Effectivement, les theoremes de Haag-Lopuszanski-Sohnius [12] 
et Coleman-Mandula p[3] etablissent que l'algebre de supersymetrie est la 
seule algebre de Lie gradueal de symetries possibles de la matrice S. 

Concretement, les hypotheses sont : 

2 Cela revient a prendre la limite A/ — ► 0. 

3 Une algebre de Lie graduee contient des commutateurs et des anti-commutateurs. 




(3.2) 



3.1.1 Algebre, superespace et superchamps 
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1. que la matrice S repose sur une theorie quantique de champs relativistes 
a quatre dimensions, 

2. qu'il n'y a qu'un nombre fini de particules differentes qui puissent etre 
associees a un etat de masse donnee, 

3. qu'il existe un saut d'energie entre le vide et les etats a une particule. 

Le theoreme conclut que l'algebre la plus generale doit contenir le generateur 
des translations P m , le generateur des rotations M mn et un certain nombre 
M de generateurs de symetries internes Q A . On montre que ces generateurs 
sont des spineurs, que nous representerons par des spineurs de Weyl a deux 
composantes Q A et Q h avec a, a = 1, 2. Les relations supplementaires par 



ou e est le tenseur antisymetrique a deux indices spinoriels, analogue de la 
metrique plate ^, et a mn = \ (cr m a n — a n a m ). Les quantites Z AB sont les 
charges centrales, elles sont antisymetriques Z AB = —Z BA . Dans la suite, 
nous considererons uniquement le cas Af = 1 pour lequel Z = par antisy- 
metrie. 

Transformations de supersymetrie 

La premiere egalite de l'algebre traduit non seulement le fait que les 
generateurs Q et Q sont des spineurs de dimension canonique 1/2, mais 
surtout que deux transformations de supersymetrie successives ferment une 
translation. La transformation de supersymetrie de parametres £ Q et pour 
un champ quelconque s'ecrit 



rapport a l'algebre de Poincare son 



{Qat Q/3b} 

{QlQf} 




(3.3) 




(3.4) 



4 Nous utilisons les conventions de Wess et Bagger |i4j. En particulier, la metrique plate 
est r\ mn = diag (-, +, +, +). 
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ce qui implique que £ et | ont une dimension —1/2. Grace a ces parametres, 
l'algebre de supersymetrie (I3.3P se reecrit uniquement en termes de commu- 
tateurs 

[£Q,£Q] = 2ia m lP m , 

[£Q,ZQ] = [ZQ,ZQ\ = o , (3.5) 

On en deduit que le commutateur de deux transformations de supersymetrie 
est 

[%<y0 = (<^- 5 ri 5s)(!>=-2i(r l a m Z-Za m fj)d m (l> . (3.6) 

L'action de Q sur un champ de dimension d donne un champ de dimension 
d + \ : les bosons et les fermions sont apparies par supersymetrie. Pour un 
champ scalaire z, nous definissons son partenaire fermionique if) par 

5 ( z = V2£if) . (3.7) 

Le champ if> doit lui-meme se transformer en un champ de dimension 2. Le 
choix le plus general se ramene a 

= iV2a m ld m z + V2£F . (3.8) 

Si nous voulons que l'algebre ( I3.6I) soit close, la transformation de F doit etre 

5^F = iV2^a m d m if; . (3.9) 

Les champs (z,if>,F) forment done un supermultiplet puisque leurs transfor- 
mations ferment l'algebre de supersymetrie. II contient le meme nombre de 
degres de liberte fermioniques et bosoniques : if) est complexe done il contient 
4 degres de liberte, z en contient 2 et F aussi. Ce multiplet est appele mul- 
tiplet chiral ou scalaire. 

Le superespace 

Ces transformations peuvent etre vues d'une autre fagon en introduisant 
le superespace. II contient, en plus des quatre dimensions usuelles, deux types 
de coordonnees grassmanniennes 6 et 9 verifiant les memes relations d'anti- 
commutation que les parametres de transformation : 



{9 a ,9 } = |^,^} = = . (3.10) 



3.1.1 Algebre, superespace et superchamps 
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Un point du superespace a des coordonnees X = (x m ,9 a ,9 a ). 

L'algebre de supersymetrie fj3.3j) etant une algebre de Lie, on definit un 
element du groupe par 

G(x m ,6,6) =exp [i(-x m P m + 6Q + 9Q)] , 

de sorte que la multiplication de deux elements donne 

G(x?, 0!, X ) G(xf, 6 2 , 6 2 ) = G(x?+x 2 n +i6 2 a m 6 1 -i6 1 a m 6 2 , 6x+6 2 , h+h) ■ 

En particulier, une transformation de supersymetrie du type (13.41) se de- 
duit de la multiplication 

G{0, C, G{x m , 6, 0) = G{x m + iBa m l - i£a m 6, 6 + £,6 + g) . 

Cette operation induit une "super'-translation dans le superespace 

(x m , 6, 6) -> (x m + iQo m l - %io m Q, 6 + £,6 + £) , (3.11) 

dont une representation est donnee par les operateurs differentiels 



d_ 

d6~ a 




Q« = Q§*- ida <« 9 ™ ■ ( 3 - 12 ) 

Le superespace nous permet done de representer l'algebre de supersymetrie 
(13.51) en termes de translations generalisees. 

On peut egalement definir des derivees covariantes 

D ° = + > 

D* = -fiS-Wo&an . (3.13) 

qui anticommutent avec les charges (13.121) : 

{D,Q} = {D,Q} = {D,Q} = {D,Q} = . (3.14) 

Nous definissons un superchamp comme une fonction du superespace. Ce 
n'est pas un champ physique, et il doit etre considere uniquement a travers 
son developpement en puissance des coordonnees grassmanniennes 

f(x,0,&) = z(x) + 9<j>{x) + 9x(x) + 00m(x) + 66n(x) 

+ 9a m eA m (x) + eeex(x) + mip(x) + eem(x) . (3.15) 
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Toute puissance superieure en 9 et 9 est automatiquement nulle d'apres les re- 
lations (I3.10p . Les champs z, m, n, A m , d sont bosoniques, ils representent 16 
degres de liberte, c'est-a-dire autant que les champs fermioniques 0, x, \ 4>- 
Les transformations 5%f = (£Q + / d'un superchamp / se deduisent de 
celles de ses composantes. 

On peut reduire le nombre de composantes des superchamps en imposant 
des conditions sur /. Une condition est D&f = (ou D a p=0) ; elle definit le 
superchamp chiral, ou scalaire, dont nous avons deja etudie les transforma- 
tions ( 13.71) . (13.81) et (13.91) . La condition / = p definit le superchamp vectoriel. 
Dans la suite, nous etudions ces deux types de superchamps en detail. Tout 
lagrangien supersymetrique renormalisable peut etre construit en termes de 
ces deux seuls types de superchamps. 

Le superchamp chiral 

En imposant la condition a un superchamp fj3. 1 5h . et en remarquant 
que Da_y m = 0, DqB = pour y m = x m + i9a m 9, on reduit le nombre de 
composantes a 

<!>(y,e) = z(y) + V2e>t/>(y) + eeF(y) , 

c'est-a-dire 

${x,6,@) = z(x) + i9a m 9d m z(x) + ^9999Uz(x) 

+ V29tp(x) - ^ r 99d m i\)(x)o m 9 + 99F(x) . (3.16) 
v2 

Le complexe conjugue <&t verifie D a & = 

&( y \ = ^t) + y^^(yt) + 99F(y ] ) . 

La composante 9 2 9 2 du produit est 

&$\ e2S2 =FF + znz- l -(^a m d m ^-d m ^a m ^)+dQ , (3.17) 

ou d() est une derivee totale. Ce terme contient les termes cinetiques des 
champs physiques z et ip. La composante (13.17ft se transforme comme une 
derivee totale sous la supersymetrie (voir (\3.7L (13.8ft . (13. 9ft ) : elle mene done 
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a un lagrangien supersymetrique. II en resulte que F est un champ auxi- 
liaire : il n'a pas de terme cinetique et peut etre elimine par les equations du 
mouvement. 

Par ailleurs, le produit de plusieurs superchamps chiraux entre eux est un 
superchamp chiral. Leurs composantes 9 2 nous seront utiles dans la suite : 



$i$j\ e2 = ZiFj + ZjFi - ipiipj , (3.18) 
®i$>j®k\ e 2 = ZiZjFk + ZjZ k Fi + ZkZiFj - ipiipjZk - ipjipkZi - ipkipiZj ■ 

D'apres (13.91 ). la composante F se transforme egalement en derivee totale et 
nous pouvons utiliser un des produits (13.181) comme lagrangien supersyme- 
trique. 

Nous arrivons au resultat suivant : le lagrangien renormalisable le plus ge- 
neral que l'on puisse construire uniquement a partir de superchamps chiraux 
$, est 



e 2 e 2 



+ h.c. 



9 2 



. (3.19) 



Lorsqu'il n'y a qu'une seule "saveur" i, ce lagrangien decrit le modele de 
Wess-Zumino [15], qui est le plus simple que Ton puisse construire. 

Le lagrangien (13 . 1 91) peut se reecrire comme une integrale sur le superes- 



pac 



<p0W(&)+h.c. 



(3.20) 



ou K et W sont le potentiel de Kahler et le superpotentiel. Nous reviendrons 
sur ce point au paragraphe l3.1.5i Dans notre cas, 



W(¥) 



(3.21) 



De maniere generale, le superpotentiel est une fonction analytique des champs, 
tandis que le potentiel de Kahler est une fonction reelle. 



5 Les variables 9 et etant grassmanniennes, Pintegrale equivaut a une derivee de sorte 
que J d6 (a6 + b) = a. On note d 2 9 = -j\e al3 d8 a d8t l et d 4 9 = d 2 0d 2 6. De cette facon, / d 2 6 
selectionne la composante 9 2 de l'integrand, et J d 6 selectionne la composante 2 6 2 . 
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En termes de composantes, le lagrangien (13.190 s'ecrit 



if = idmtjjia" 1 ^ + F i F i + ZiOz 

1 



(3.22) 



+ 



A, F' my ( z i F j - ) + 9m {z l z ] F k - ^z k ) + h.c. 



Les champs auxiliaires Fj sont elimines par les equations du mouvement 

^ = , (3.23) 



qui se reecrivent, a l'aide du lagrangien (13.22j) . 

F* = 

avec W exprime en fonction des champs scalaires. Apres elimination des 
champs auxiliaires, nous obtenons le lagrangien suivant 

2 



d 2 W 





dW 


)- 







(3.24) 



2 

Le dernier terme represente le potentiel scalaire Y = ^ \F l \ z . 

Le superchamp vectoriel 

Les vecteurs de jauge sont generalises en superchamps sur lesquels on 
impose la contrainte V = . Les composantes (13.151) sont alors reduites a 

V(x,6,6) = C(x) +i6 X (x) -i6x(x) -6a m 6v m (x) 

+ % -e 2 [M{x) + iN(x)} - l -0 2 [M{x) - iN{x)\ 



+ ie 2 e 
+ -e 2 e 2 

2 



\{x) + -a m d mX (x) 



D(x) + -DC(x) 



-i6 2 6 



X(x) + -a m d m x(x) 



avec M, N, C, D, v m reels. 



On peut encore diminuer le nombre de composantes en imposant un choix 
de jauge particulier : celle de Wess-Zumino. En effet, la generalisation des 
transformations de jauge U(l) habituelles est 

V^V + $ + & (3.25) 
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ou $ est un superchamp chiral. En utilisant les composantes z, ■0, F de ce 
multiplet, on peut forcer C, x, M, N a zero. On trouve, de plus, que A et D 
sont invariants de jauge. Le vecteur se transforme comme d'habitude 



Dans la jauge de Wess-Zumino, le superchamp vectoriel est simplement 

V(x, 9, 9) = -9a m 9v m {x) + %999\{x) - i999\(x) + l -9999D{x) , (3.26) 

et on voit aisement que V n = pour n ^ 3. 

Par supersymetrie, l'ensemble du multiplet vectoriel est dans la represen- 
tation adjointe du groupe de jauge. Par consequent, les fermions A, appeles 
jauginos, ne sont pas chiraux. 

Nous voulons trouver un lagrangien a la fois supersymetrique et invariant 
de jauge, qui inclue le terme cinetique v mn v mn avec v mn = d m v n — d n v m . Nous 
ne pouvons prendre simplement D a VD a V car ce terme n'est pas invariant 
de jauge. II faut en realite introduire des superchamps chiraux 



qui sont spinoriels et dont on montre facilement qu'ils sont invariants sous 
(13.251) . En composantes, 



v, 



rn 



V m ~ id m - Z) 



W a = —-DDD a V 
W & = --DDDaV 



(3.27) 



W a = -iX a (y) + 9 a D(y) - % - (a m a n 9) a v mn (y) 



(3.28) 



Puisque W a est chiral, la composante 9 2 du produit 



W a W c 



a\Q2 — 




se transforme comme une derivee. Le lagrangien 




(3.29) 
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est done supersymetrique et invariant de jauge. En outre, la composante D 
du superchamp vectoriel est un champ auxiliaire et peut disparaitre de la 
theorie en resolvant les equations du mouvement. 

Remarquons un point important pour la suite : la plus haute composante 
d'un superchamp se transforme toujours comme une derivee de maniere a 
clore l'algebre de supersymetrie. En particulier, 

5^D = la m d m \ - £a m d m \ = d m (£a m \ - £a m \) . 

Done, puisque D est supersymetrique et invariant de jauge, rien ne nous 
empeche de raj outer un terme 

&fi = J d 4 6(V , (3.30) 

avec ( constante, dans la theorie. Nous verrons au paragraphe 13.1.31 qu'un 
tel terme, appele terme de Fayet-Iliopoulos, peut briser spontanement la 
supersymetrie. 



3.1.2 Theories de jauge supersymetriques 

Notre but dans ce paragraphe est de decrire les interactions entre un 
secteur de jauge, represente par le superchamp vectoriel V, et la matiere, 
representee par des superchamps chiraux $ l charges sous le groupe de jauge 
G. 

Les generateurs T a du groupe, a = 1, . . . , dim(G), verifient 

Tr(T a T b ) = C{r)5 ab et [T a ,T b ] = if abc T c . (3.31) 
Les superchamps $i se transforment sous Taction du groupe 

$ 4 -> (e- iK )\ ¥ , $J -> $] ^ e iAt )' , (3.32) 

ou A* = {T a ) % - A a est une matrice de superchamps chiraux. II est clair que le 

terme cinetique n'est pas invariant de jauge. 

Si nous generalisons la transformation de jauge (13 .251) de la fagon suivante 

e v ^e~ lAt e v e iA , (3.33) 
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avec V = V a T a , alors le terme 



6> 2 6> 2 



est supersymetrique et invariant de jauge. 

En ce qui concerne le superchamp vectoriel, le lagrangien (13.291) est inva- 
riant de jauge pourvu qu'on etende la definition de W a en 



— DDe~ v D a e v 
4 

--DDe~ v D d e v 



W a T a 

OL 

WlT a 



(3.34) 

iA W a e iA . 



Ces superchamps, matriciels, ne sont pas invariants de jauge W a —* e 
Le lagrangien (13.291) Test a condition de prendre la trace sur les indices de 
jaugdj dans le produit W a W a . 

Enfin, les termes d'interaction (13.191) decrits par le superpotentiel (13.211) . 
sont invariants. La presence des termes lineaires a^ 1 suppose que certains 
des $ l peuvent etre singlets de jauge. Les termes de masse mij<& l & et les 
couplages cubiques gijk& % &Q k doivent etre invariants de jauge. 

Le lagrangien renormalisable et supersymetrique le plus general que l'on 
puisse construire pour decrire les interactions de jauge non-abeliennes est 
done 



4C(r) 



d 2 0Tr W a W a + h.c. 



+ 



+ 



d 2 9 ( a^ 1 + ^m^V + ^g ijh &&& 



d A 6 &e v <& 

- h.c. 



. (3.35) 



Le developpement en composantes donne 



'.a „,amn ^\a„r 
-t> f — %A U 



+ 



1 / d 2 W 



2 ydztdzi 
+ gD a Zi T a )z ] - -D"D" - 



^V J + h.c. ) + %V2gT a ) {z^\ a - z j i)X) (3.36) 



1 dW dW^ ,„, l2 



dz' 



-F l - 



dzi 



6 En realite, dans le cas general, on peut introduire une fonction analytique des su- 
perchamps chiraux telle que f a b(&)W a W b est invariante de jauge. Dans Pensemble de la 
these, sauf mention contraire, nous nous restreindrons a f a b — Sab, ce qui revient a prendre 
la trace W a W a . 
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ou l'on a fait explicitement apparaitre le couplage de jauge g en redefinissant 
le superchamp vectoriel V — > 2gV. 

La premiere ligne du lagrangien contient tous les termes cinetiques. lis 
font intervenir les derivees covariantes et le tenseur champ de jauge 

= d m ^ + igv a m T a )^ , 
® m \ a = d m X a -gf abc v b m X c , 

< n = d m v a n -d n v a m -gf abc v b m v c m . (3.37) 
Les equations du mouvement pour les champs auxiliaires donnent 

F - J_K 

dz* ' 

D a = ~gz i T ai j z j . (3.38) 

Apres elimination de ces champs non-physiques, le lagrangien ( 13.361) prend 
finalement la forme 



2 



1 f d 2 W 
+ - 



2 ydztdzi 

ou Y est le potentiel scalaire 

■y = S^\F*\ 2 + -D a D a 



rV>V + h.c.^ + iV2gT a ) (z^X 1 - z j X a ipi) (3.39) 



dW 



+ ±g 2 (z t T a )zi) 2 . (3.40) 



Remarquons qu'ici aussi nous pourrions ajouter des termes de Fayet- 
Iliopoulos (13.301 ). Mais dans une theorie de jauge non-abelienne, les termes 
D a donnes par (13.381) ne sont pas invariants de jauge, sauf pour les facteurs 
abeliens que le groupe G contient eventuellement. Pour tout facteur U(l) du 
groupe de jauge, nous pouvons done ajouter le terme ( a D a . La principale 
modification que cela entraine est que les equations du mouvement de ces 
composantes deviennent 

D a = -gz i T ai j z j - g( a . (3.41) 
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3.1.3 Brisure spontanee de la supersymetrie 

La supersymetrie n'est pas realisee dans la nature puisqu'aucun superpar- 
tenaire n'a jamais ete observe pour toutes les particules que nous connaissons. 
II faut done trouver des mecanismes pouvant expliquer sa brisure. Dans ce 
paragraphe, nous nous penchons sur les conditions sous lesquelles la super- 
symetrie est brisee spontanement. Pour autant, nous voulons preserver l'in- 
variance de Lorentz contenue dans l'algebre de supersymetrie. Le mecanisme 
de brisure doit s'operer au moyen des champs scalaires contenus dans la theo- 
rie puisque ce sont les seuls objets invariants de Lorentz. Nous allons done 
etudier le potentiel scalaire (13.401) d'une theorie de jauge supersymetrique. 

Les vides \Q) qui preservent la supersymetrie dans une theorie quelconque 
sont toujours d'energie nulle. Pour le montrer, reprenons l'algebre ( 13.31 ). Elle 
implique que le hamiltonien d'un systeme supersymetrique s'ecrit en fonction 
des supercharges 

H = \{Q a Q a + Q a Q a ) ■ 

L'energie du vide est 

e = (n\H\n) = ^(\Q a \n)\ 2 + \Q a \n)\ 2 ^ . (3.42) 

Cet etat est supersymetrique si Q a \ty = 0, ce qui implique que son energie 
est E = 0. Inversement, un etat \ fl') d'energie nulle devra verifier (13.421) avec 
E = et done Q a \tt') = 0. 

Nous retrouvons ce resultat a travers le potentiel scalaire (13.401) qui est 
une somme de termes positifs. Tout etat supersymetrique a done une energie 
positive ou nulle. La supersymetrie est spontanement brisee si le minimum 
global a une energie strictement positive. 

Les minima (z l ) du potentiel sont donnes par 



et ils ont une energie 



(Y) = Y,\F'( <%> )| 2 + \ ('') ■ fe> )] 2 ■ (3.44) 

i 

avec F l et D a satisfaisant les equations (13.381) . La condition pour que la 
supersymetrie soit brisee spontanement est done 

F\{z^) ^ ou D a ( (z 1 ) , fa) ) ^ . (3.45) 
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L'equation du minimum (13.431) peut etre reecrite de la fagon suivante 



ou l'on a utilise l'invariance de jauge du superpotentiel. Cette formulation 
est particulierement interessante car on remarque que la matrice intervenant 
ici n'est autre que la matrice de masse qui melange les fermions ip l et les 
jauginos A a dans le lagrangien (13.391) : 



D'apres cette constatation et en utilisant ( 13.451) . la brisure spontanee de 
la supersymetrie entraine la presence d'un fermion de Golstone, le Goldstino, 
donne par 



Le Goldstino a une masse nulle et ne pourra disparaitre du spectre, a l'instar 
des theories de jauge, que si nous rendons la supersymetrie locale, c'est-a-dire 
dans une theorie de supergravite. Une autre approche consisterait a penser 
que la supersymetrie n'est pas brisee spontanement mais explicitement. Mais 
dans ce cas aussi, il nous faut trouver un mecanisme qui pourrait engendrer 
des termes non-supersymetriques dans le lagrangien. Nous etudierons cela 
dans le cadre de la supergravite, section 13.2.41 

Si la supersymetrie est brisee spontanement par un (F % ) ^ 0, alors le 
Goldstino sera simplement le fermion ip l associe. Si par contre, c'est un D a 
qui a une valeur moyenne non-nulle, le Goldstino sera le jaugino associe. Dans 
la suite, nous etudions ces deux types de brisure. Le premier cas se produit 
dans les modeles de O'Raifeartaigh [16], tandis que le second mecanisme fut 
propose par Fayet et Iliopoulos [17] et est lie aux termes (13.301) . 






(3.46) 
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Le modele de Fayet-Iliopoulos 

Considerons le cas le plus simple : celui de l'electrodynamique supersy- 
metrique 

1 



+ 



d z 9W a W a + h.c. 



^mfi$ 2 + h.c. 



+ J dH ($\e +eV $x + & 2 e~ eV ^ 
+ f d 4 6(V , (3.47) 



ou e represente la charge electrique. Les equations du mouvement 



D + k + ~ 
2 s 2 

Fx + mz 2 - 
F 2 + mzx ~- 

n'ont pas de solution D = Fx = F 2 
nement. Le potentiel scalaire est 



N 2 -N 2 ) = o 

o 



- : la supersymetrie est brisee sponta- 



V 



;C 2 + 



m 2 H — eC 
4 s 



ki + 



m 



I I 2 , e 



|2\' 



(3.48) 

Deux cas se presentent : m 2 > ou m 2 < ^e(. 

Si m 2 > \e(, le minimum est en z\ = z 2 = ; ces deux champs scalaires 



complexes ont des masses mi 



m 



+ \e( et m 2 



— ^eC- Le reste du 



spectre est inchange, et le jaugino A joue le role du Goldstino. La separation 
de masse entre les scalaires et les fermions d'un multiplet signe la brisure de 
supersymetrie. 

Plagons-nous maintenant dans le second cas : m 2 < ^e(. Le potentiel est 
minimise en z\ = et Z2 = (z 2 ) ^ : la symetrie de jauge est spontanement 
brisee par z 2 . Ces deux cas sont illustres sur la Fig. 13.11 

Les modeles de Fayet-Iliopoulos sont tres interessants et ont conduit a 
beaucoup de recherche pour briser la supersymetrie. En effet, dans les theories 
de supergravite issues de theories des cordes, un certain nombre de facteurs 
abeliens sont presents dans le groupe de jauge. Nous reviendrons sur ces 
mecanismes dans le paragraphe 16.4.11 



Les modeles de O'Raifeartaigh 

II nous faut construire un superpotentiel de telle sorte que l'un au moins 
des F % 7^ au minimum, tout en gardant D a = 0. Nous aurons besoin d'un 
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Fig. 3.1 - Brisure spontanee de la supersymetrie par une composante D : 
l'energie du minimum est non-nulle. Dans un cas seule la supersymetrie est 
brisee, dans l'autre on brise egalement la symetrie de jauge. 



terme lineaire pour nous assurer qu'un des champs scalaires z % a une va- 
leur moyenne non-nulle. Cela signifie qu'au moins un champ singlet de jauge 
est present. Le modele le plus simple implique au moins trois superchamps 
chiraux X, Y, Z. Le superpotentiel est 

W = Y (M 2 — X 2 ) + fiZX + w(X, ¥) , (3.49) 

ou Y est le singlet de jauge qui a un terme lineaire M 2 Y, et <3>* represente 
les autres superchamps chiraux presents dans la theorie. 
Les equations du mouvement 

dW 



F Y = 



= M z -X' 



dW 

-F z = — = »X 



dY ' " dZ 

ne peuvent pas s'annuler simultanement et la supersymetrie est brisee spon- 
tanement. 

Le potentiel scalaire 



V = \M 2 - X 2 \ 2 + fj 2 \X\ 2 + 



fiZ - 2XY + 



dw 


2 


dw 


dX 


+ 





+ -D a D a (3.50) 



est minimise pour 



(X 2 



M 2 — — 



dw , 



(HZ-2XY + — ) = , 
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si Ton suppose que (|^) = et (D a ) = 0. L'energie de ce vide est 



M - 



On montre que seul le spectre du superchamp X est non-supersymetrique. 
De nombreuses extensions du modele de O'Raifeartaigh sont possibles, mais 
elles reposent toujours sur le principe d'un singlet de jauge Y qui force le 
scalaire d'un autre superchamp X a acquerir une valeur moyenne non-nulle. 



3.1.4 Les i?-symetries 

II s'agit de symetries chirales U(l) continues du lagrangien sous lesquelles 
les coordonnees du superespace se transforment : 

(x m , 6, 6) — y (x m , e iReri 6, e~ iReV 6) . 

A partir de ces transformations, nous pouvons deduire les conditions pour 
lesquelles le lagrangien supersymetrique (j3.35j) est invariant. Soient Ri les 
charges des superchamps de matiere les superchamps vectoriels sont in- 
variants, 

V a (x,e,9) — ► V a {x,e iReri d,e- iRl>ri 6) , 

<S> l {x,6,6) — ► e^&fa e iRer >9, e~ iR$r, e) , (3.51) 

$t{x,9,&) — > e- iR "'$\(x,e iR ' ri e,e- iRe1 '(?) . 

Le choix des charges Ri est arbitraire et caracterise la i?-symetrie. 

La consequence premiere des .R-symetries est que les composantes d'un 
multiplet ne se transforment pas de la meme fagon 

jji _^ ^(Ri-R^rjjji Jji _^ e -i(Ri-R g )r]J^i 

pi _^ e i(Ri-2Rg)ripi "p. _> e -i{Rr-2Rg)rjp. ? (3.52) 
^ ^—iRgrj^a y ^iRer)^a 



Les vecteurs et les champs auxiliaires D a sont invariants. Le super- 
champ chiral de jauge W£ a la meme transformation que sa plus basse com- 
posante A a d'apres (13.281) . 

L'integrale grassmannienne J d 2 6 6 2 = 1 doit etre invariante, done 

d 2 9 -> e~ 2iRer 'd 2 6 . 
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En ecrivant le lagrangien le plus general possible 

££ = j ' d 4 6K($\e v &) + J d 2 9 (W{&) + Tr W a W a ) + h.c. 

nous voyons que le potentiel de Kahler est toujours i?-invariant. Le super- 
champ chiral de jauge W a a la charge —Re- Le superpotentiel W, comme 
le produit W a W a , a une charge Rw = 2Re independante des charges R4. 
Par consequent, le choix des charges des superchamps de matiere permet 
d'empecher certains couplages dans le superpotentiel. 

Dans le Modele Standard Supersymetrique Minimal (MSSM), qui est 1' ex- 
tension minimale du Modele Standard, un choix de i?-symetrie est Ri = Rg = 
1 pour les superchamps decrivant les quarks et les leptons, et R\ = Ro = 
pour les superchamps Hi et H 2 decrivant les deux doublets de Higgaj. Ce 
choix permet d'empecher tous les couplages trilineaires violant les nombres 
leptonique et baryonique et pouvant donner lieu a une disintegration du pro- 
ton. Neanmoins ce choix empeche egalement un terme de masse /j,HiH 2 , qui 
l'equivalent du terme de masse /i 2 if 2 a l'origine de la brisure electrofaible. 

De maniere generate, la presence d'une i?-symetrie continue en supersy- 
metrie globale pose les problemes suivants [18J : 

• soit la -R-symetrie n'est pas brisee, et alors les jauginos ne peuvent pas 
avoir de masse car ils ne sont pas chiraux, 

• soit la .R-symetrie est brisee spontanement, auquel cas le spectre contient 
un boson de Goldstone de masse nulle. 

En particulier, on ne peut pas briser spontanement la supersymetrie dans le 
MSSM par des mecanismes de Fayet-Iliopoulos ou O'Raifeartaigh car ceux-ci 
contiennent des i?-symetriea^|. 

On considere plutot la presence d'une parite R = (— l) 3 ( B ~ L )+ 25 ? avec 
B et L les nombres baryonique et leptonique, et S le spin. Cette symetrie 
Z 2 assigne une charge 1 aux particules du Modele Standard et aux dou- 
blets de Higgs, et une charge —1 a leur superpartenaire. On la considere 
souvent comme le residu d'une .R-symetrie continue brisee a haute energie. 



7 Le superpotentiel etant une fonction analytique des superchamps, les couplages de 
Yukawa y u uQH, yddQH* et y e eLH* du Modele Standard doivent etre generalises. II faut 
done introduire deux doublets de Higgs, de charges opposees. Dans le superpotentiel, le 
premier doublet couple aux quarks de type up y u uQHi 7 et le second couple aux quarks de 
type down yddQH2, ainsi qu'aux leptons y e eQHi. 

8 Celles-ci sont respectivement Ri = R2 = 1 pour le modele de Fayet-Iliopoulos, et 
Rx = et Ry = Rz = 2 pour le modele de O'Raifeartaigh, si on a choisi Rg = 1. 
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La i?-parite a plusieurs avantages tres importants. D'abord, elle empeche 
les termes conduisant a la disintegration du proton, et autorise le terme de 
masse fiHiH 2 . Ensuite, elle implique la production des sparticules par paires. 
Par consequent, la plus legere d'entre elles (appelee LSP pour "lightest super- 
particule") est forcement stable si la i?-parite est conservee. La LSP est alors 
un candidat naturel pour decrire la matiere noire de l'Univers. 



3.1.5 Modeles chiraux et geometrie de Kahler 

Dans cette partie, nous developpons un certain nombre de proprietes des 
theories chirales supersymetriques [19j. Cela nous sera particulierement utile 
lorsque nous etudierons la supersymetrie locale, section [3721 mais ces relations 
sont plus aisees a deriver dans le cas global, et restent valides en supergravite. 

Comme nous l'avons rapidement evoque, le lagrangien le plus general que 
l'on puisse ecrire a partir de superchamps chiraux a la forme 



d 2 6W(&) +h.c. 



(3.53) 



avec, en toute generality, 



.,l N 



w ...<!•' 



31 



3m / j H,---,in 



3 m j^N 



M 



ou Km est la notation abregee pour K 1 '" 

En utilisant les developpements en composantes des superchamps chi- 
raux, on peut calculer les composantes 6 2 de W et 6 2 6 2 de K pour trouver 
l'expression du lagrangien en composantes. A partir de f|3. 16f) et (13 . 1 8f) . nous 
voyons que le superpotentiel s'ecrit 



; dW(z 



1 ■ d 2 W 

oz % 2 oz % az : > 



(3.54) 



ou W(z) = Yl,^ii,--;ip zl1 ■■■Z lp est le superpotentiel exprime en termes des 
champs scalaires. Pour ecrire le developpement du potentiel de Kahler, il est 
plus simple de commencer par le developpement de chaque monome K^. II 
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K Q , (3-55) 



faut interpreter le produit donne par l'expression (13.171) pour trouver 

A M| e2e - 2 - " 2dz i dzWz k " 

Adz l dzWz k dz l dz % dzi 
oz % az 3 az l az : >az K 

L'expression pour le potentiel de Kahler complet a la meme forme en rem- 
plagant K^(z, z) par K(z, z). 

II se trouve que ces expressions sont grandement simplifiees par Intro- 
duction de la quantite 

d 2 K(z\ z j ' 
dz l dzi 

Cette grandeur est la metrique de Kahler. En effet, les champs scalaires z % et 
z? definissent une variete de Kahler, qui est un type de variete de Riemann 
analytique. La metrique de Kahler doit etre definie positive et inversible. Elle 
permet alors de monter ou baisser les indices des tenseurs 

yi = K fj V] ) yj = K fjy. ? 

V i = K Q V i , V ] = K lJ V l . 

On peut definir une derivee covariante Vj, Vj qui doit respecter la structure 
analytique de la variete. En outre, elle doit etre compatible avec la metrique 

V k K i3 = = V- k Kij . 

Ces restrictions impliquent que la connection T de la variete a pour seules 
composantes non-nulles r* fc et Tl^ 

-r)K - 

I- = K»-^- = Y% . (3.56) 
On peut egalement definir un tenseur de courbure 
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dont on montre que les seules composantes non-nulles sont 



p _ _ 



K 



dT™ d 2 K kI 8K mT dK, 



ml 



dzi 



dz l dzi 



- K r 



kn 



dzi dz i 



(3.57) 



et son complexe conjugue. Le tenseur de courbure est antisymetrique sous 
l'echange de deux indices de types differents. La metrique, la connection et 
la courbure sont invariantes sous certaines transformations du potentiel de 
Kahler 

K(z,z) ^ K(z,z) + F(z) + F(z) , (3.58) 

appelees transformations de Kahler, ou la fonction F est analytique. 

A l'aide de ces objets, le lagrangien (13.531) s'ecrit en termes des compo- 
santes 



1 d 2 K- 



- F 



1 d 2 W 

2 dz l dzi 



4 dz k dz l 
1 . , dW 

1 d 2 W 



1 , dW 

-K -T™ibhb k - 



2 d&dP 



- K fj d m z l d m z3 - iK^c'a"'!),,,!/ 



ou D m %b l = d m ip l + T l - k d m z^ k est une derivee d'espace-temps covariante sur 
la variete de Kahler pour if) 1 . Les champs auxiliaires verifient 



-K k3 T k ml ifi m ib l 



dW 







2 --»j,-T«r r q-j 

L'elimination de ces derniers nous donne le resultat final 

1 
4 



-K l] d m z l d m z 1 - /A-, ; r'rr '"/;„,,•' + -i^VV^ 
1 ...... 1 _ ^ T .. TJ 



(3.59) 



ou 



dW 

dz i 



et 



DiWj = d i W j 



(3.60) 



Le troisieme terme du lagrangien (13.591) est un terme non-renormalisable 
d'interactions a quatre fermions. Dans le modele de Wess-Zumino f|3. 19[) . le 
potentiel de Kahler est canonique K = La metrique de Kahler est plate 
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dans ce cas, Kq = 5^, et le tenseur de courbure est identiquement nul. Ces 
termes ne sont done pas presents. Dans les modeles de supersymetrie locale 
que nous considererons au paragraphe !3.2.3l nous ne ferons aucune hypothese 
sur le potentiel de Kahler, et le lagrangien contiendra ces interactions a quatre 
fermions. 

Le resultat ( 13.591 ) montre que la donnee de la metrique de Kahler et du 
superpotentiel specifient entierement le lagrangien d'une theorie supersyme- 
trique. En supergravite, nous tirerons avantage du fait que le potentiel de 
Kahler n'est pas defini de maniere unique (eq. (13.581) ). 

3.2 La supergravite 

3.2.1 L'inclusion naturelle de la gravitation 

Pour briser spontanement la supersymetrie, nous avons vu qu'il est plus 
interessant de la jauger, e'est-a-dire de rendre les parametres £ et £ des trans- 
formations (I3.4p dependant de x. A partir de l'algebre (13 .C3f) . il est clair que 
le produit de deux transformations de supersymetrie induira alors une trans- 
lation £,(x)a m f}(x)d m dependant du point x. Ceci est une transformation ge- 
nerate des coordonnees et nous nous attendons a ce que la gravitation inter- 
vienne dans les theories de supersymetrie locale : e'est la raison pour laquelle 
elle est appelee supergravite. 

Pour jauger la supersymetrie, nous allons nous inspirer de ce qui se pro- 
duit habituellement quand on rend une symetrie locale. Considerons le la- 
grangien d'un fermion de Dirac (4 composantes) libre 

2 = *Xl m d m x ■ 

II est invariant sous % ~^ e ~ ia X Q u i es t une symetrie U(l) globale. Des lors 
qu'on jauge cette symetrie, d m a(x) ^ 0, le lagrangien n'est plus invariant. La 
procedure de Noether nous apprend que le courant associe est J m = xi m X 
et que la variation du lagrangien est 

55? = {d m a)J m . 

Pour compenser ce terme, on doit introduire le vecteur A m de spin 1, qui se 
transforme selon 5A m = d m a(x), et ajouter le lagrangien — A m J m . On integre 
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ce dernier a la theorie en promouvant la derivee d m a une derivee covariante 
S> m = d m + iA m . Le lagrangien 

est invariant sous la symetrie de jauge U(l). Bien entendu, on doit egalement 
rajouter a la theorie le terme cinetique — \F mn F mn du champ de jauge. 

Suivons la meme procedure dans le cas de la supersymetrie [20]. Le la- 
grangien supersymetrique d'un multiplet chiral (z, x) libre est 

= - \d m z\ 2 - ixo m dmX , 

ou nous avons elimine le champ auxiliaire par l'equation du mouvement tri- 
viale F — 0. En reprenant les transformations (13.71) et (13.81) avec £ — > £(x), 
nous trouvons que la variation du lagrangien sous la supersymetrie locale est 

tffJSf = derivee totale + V2 ( X a m a n d n zdU + h.c.) , (3.61) 

ce qui montre que le lagrangien n'est pas invariant. II faut done introduire 
un nouveau champ. Puisque les generateurs de supersymetrie sont spinoriels, 
il est naturel que cette nouvelle particule soit un fermion qui, comme dans le 
cas U(l) vu precedemment, se transforme selon 

5^1 = -d m C(x) (3.62) 

II est appele gravitino, et a un spin 3/2. La constante n a une dimension —1 ; 
elle est introduite pour que le lagrangien ip m J m compensatoire 

JSfjv = ~V2k (xa m a n ij n d m z + h.c.) 

ait les bonnes dimensions. 

Toutefois, nous n'avons pas encore rendu la supersymetrie locale. En effet, 
par supersymetrie, le gravitino doit avoir un superpartenaire qui n'apparait 
pas ici. Ceci est confirme par le calcul de la variation du champ x dans le 
lagrangien de Noether : 

5^ N = 2in i) m o n i T™ + h.c. , (3.63) 

oii 

T-mn 7i {.&mZd n Z -\- 3 n z3 m Z^J ~f]mndpZ0^ ' Z 
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est le tenseur energie-impulsion du champ scalaire. 

De nouveau, la variation (13.631) peut etre compensee en introduisant un 
tenseur g mn de transformation 5g mn ~ iK^a n ijj m + h.c. et en ajoutant le 
lagrangien 

C/> _ rpmn 

ymn- 1 - 

Ce nouveau champ est le graviton, de spin 2, naturellement couple au 
tenseur energie-impulsion. Le graviton g mn et le gravitino ip^ forment le 
multiplet gravitationnel (ou de supergravite) indispensable dans toute theo- 
rie de supersymetrie locale. Le graviton est le mediateur des interactions 
gravitationnelles tandis que son partenaire est le mediateur des interactions 
de supergravite. La constante k a maintenant une interpretation physique 
naturelle : il s'agit de la masse de Planck kT 1 = M P . 

3.2.2 Le multiplet de supergravite 

Nous nous interessons au modele de supergravite le plus simple : celui du 
multiplet gravitationnel seul (sans matiere ni interaction de jauge). L'action 
decrivant le graviton est Taction d'Einstein-Hilbert 

Sf E H = -^^ffetg~R . (3.64) 

Pour exprimer Taction du gravitino, nous avons besoin d'introduire les 
vierbein e a m et la connection de spin Les indices m, n sont des indices 
d'Einstein "globaux", tandis que les indices a, b sont des indices de Lorentz 
traduisant la platitude locale. La connexion de spin est necessaire des qu'une 
theorie de relativite inclut des fermions. Les vierbein sont definis par 

9mn(x) = e a m (x)e b n (x)r] ah , (3.65) 

ou r\ est la metrique plate. On en deduit que ->/det g = det e. Les vierbein 
inverses sont definis par g mn = e™e%ri ab . 
Les matrices de Dirac 7 s'ecrivent 

Mors Talgebre de Clifford {7a, 7b} = -^Vab devient {7 m ,7n} = -2g mn . 

En relativite generate, la connection de spin standard Cj°^ peut toujours 
etre exprimee en fonction des vierbein car le terme de torsion 



mn 
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est nul. On trouve 

ti mn i(e.) = e ma e nb ujf , avec 

timni = - [e na (d m e? - die a m ) - e la {d n e a m - d m e a n ) - e ma (<9 { e£ - d n e?)} . 

En supergravite, la torsion n'est pas nulle, elle est contrainte par les identites 
de Bianchi, ce qui implique que la connection contient egalement des termes 
dependant du gravitino : 

% — — 

Umnl = ^mnl + J [^na (V^Vm ~ Ipm^lpl) (3.66) 
- e la (^ m Cr> n ~ ^n<y a ^m) ~ ^ma (ipn^l ~ V^'Vn)] ■ 

En utilisant les relations (13.651) et f]3.66j) . on reexprime Taction (13.64f) 
uniquement en termes des vierbein : 

&EH = -7^2 dete ^ ' ( 3 - 67 ) 

ou M est le scalaire de Ricci incorporant la connection 

L'action pour le gravitino est Paction de Rarita-Schwinger 

^rs = ~&etes mn ™(^ m a n V p $ q -$ m a n V p il) q ) . (3.68) 

Cette expression fait intervenir la derivee covariante V m = d m — ^uj^a a b, 
avec a ab = \ (a a a b - a b a a ) . 

Enfin, les transformations des champs sous la supersymetrie sont 

5e a m = in {i) m a a i - ia a i) m ) , 

<ty& = --v m c + ... , 

K 

ou . . . designe des termes additionnels faisant intervenir des champs auxi- 
liaires. En effet, le multiplet de supergravite hors couche de masse contient 
egalement un champ scalaire complexe M et un champ vectoriel reel b a , sans 
quoi les degres de liberte ne sont pas equilibres entre les bosons et les fermions 
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3.2.3 Interactions de jauge en supergravite 

Nous presentons maintenant le lagrangien de supergravite [22], [23] in- 
cluant des superchamps chiraux = (z l , x\ F l ) et des superchamps vecto- 

riels = (y$,\( a \D<- a A ; l'indice (a) de jauge ne doit pas etre confondu 

avec l'indice a de Lorentz. Nous decomposons le lagrangien comme suit 



•^sugra ~^cin ^int d.Cft 6 ^sugra • (3.69) 



Jfa es t le lagrangien de supergravite^ pure 



Sf G = -~ det e M + det e e mnm i) m a n %i) q . (3.70) 



J£ c %n contient les termes cinetiques covariants des champs de matiere et 
du secteur de jauge 



1 , (3.71) 



+ ^F^F mn(a) + i\( a) a rn @ m \ (a) 



ou g est le couplage de jauge et K{ est la metrique de Kahler introduite dans 
la section 13. 1 .51 



9 Dans la suite, nous prenons k = 1. 
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££i r ,t contient tous les termes d'interaction 



Sfuu = dete<|v / 2^xf ) Y i A (a) + V2K] X {a)i xA (a) 



13 



Xy 



+ -Kj [te klmn ^ k a^ m + *P m a n ^ m ] x^nXj 



(3.72) 



16' 

_ p K/2 



. A («) a m A (a) A (fe) A (6) 



W^ a a ab ijj b + Wijj a a a ^ b + —DiWx'^ipa 

V2 



-06 



+ -^Wxi^ipa + ^DtDjWxY + \r>D 3 w Xl x 3 



Enfin, le potentiel scalaire est 



' .1 



sugra 



e K \ld DWDiW - 3WW] + -D {a) D {a) 



(3.73) 



et nous avons "sorti" le determinant de la metrique par convention. La derivee 
D; est 



DiW = Wi + KiW 



(3.74) 



DiDjW = Wij + K i3 W + KiDjW + K^W - K.KjW - V) k D k W , 

ou = d 2 W / dz l dzi . La connection Y a ete definie dans la section 13.1.51 
equation (13.561) . 

Les lagrangiens (I3.70p . (13 .Tip et (13.721) contiennent les derivees Q> m qui 
sont covariantes par rapport aux transformations de jauge, d'espace-temps 
et par rapport aux transformations de Kahler. 

Pour voir ce dernier point, considerons le potentiel % U9ra . II est inva- 
riant sous les transformations de Kahler pourvu qu'elles soient generalisees 
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et qu'elles s'accompagnent de transformations du superpotentiel 

K($,$ f ) -> K($,$ t ) + + F t ($ t ) , 

-> e- F( * ) iy($) , (3.75) 

qui transforment les derivees (I3.74D selon -DiW 7 — > e~ F DiW . Les termes cine- 
tiques (13.711) sont invariants si les fermions ont une transformation de super- 
Weyl 

ce qui induit un terme de derivee covariante supplementaire, comme enonce 
ci-dessus. On peut montrer que les transformations (13.761) sont automatique- 
ment induites par les transformations de Kahler ( 13.751 ) accompagnees d'une 
transformation de Weyl de poids F pour le multiplet de supergravite. Le la- 
grangien total ££ S ugra est invariant sous les transformations de Kahler- Weyl. 
Dans le lagrangien, nous avons elimine les champs auxiliaires 

F i = _ e K/2 ^-Iji pJjy ; 

£>(«) = -gK t T (a \ t z j , (3.77) 

ou K~ x est la metrique de Kahler inverse. Ces expressions sont similaires a 
celles trouvees dans la limite globale ( 13.381 ). 

Penchons-nous de maniere plus detaillee sur le secteur de jauge. On peut 
montrer que la variete de Kahler possede un groupe d'isometries G de di- 
mension d qui laisse invariante la metrique. II est genere par les vecteurs de 
Killing holomorphes 

X (a) = X (a)id - {a) = -(a) d 

OZ l J OZj 

avec (a) = 1, . . . , d, qui verifient [l< a U (6) ] = -/ ak I (c) , ou f abc sont les 
constantes de structure de G. La derivee de Lie definie a partir de ces vecteurs 
doit etre nulle sur la metrique de Kahler. Par consequent, il existe d quantites 
reelles D^ a \ appelees potentiels de Killing, telles que 

K * A > 1 dz* ' 1 dz 3 ' 

et qui, comme on le voit, sont definies a des constantes pres 

D (a) > D (a) + c (o) _ (373) 
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Le potentiel de Kahler, contrairement a la metrique, n'est pas invariant 
sous les isometries 

5K= (WJ + ^jr . 

Si les parametres sont reels, ceci equivaut a une transformation de Kahler 
(13.581) . S'ils sont complexes, alors on peut rearranger l'expression precedente 
de fagon a faire apparaitre une transformation de Kahler 

5K = e Wf(»» + e (a) F (a) - i (e<°> - e (a) ) . 

avec F^ = X^K + iD^ a ' . Le dernier terme ressemble etrangement a une 
transformation de jauge. 

L'idee principale est de tirer parti de cette transformation pour trouver 
le secteur de jauge d'une theorie de supergravite. On promeut les parametres 

a des superchamps chiraux A^. On montre alors que pour qu'une theo- 
rie chirale soit invariante sous les isometries de la variete de Kahler, on doit 
introduire un superchamp vectoriel V = V ( - a ^T ( - a \ et G n'est autre que le 
groupe de jauge. Ce processus n'est pas aussi simple que cela : il faut com- 
plexifier le groupe G et verifier que les termes cinetiques de supersymetrie 
<3>te y <3> sont bien invariants. Pour l'essentiel, c'est ainsi que se construit le 
secteur de jauge en supergravite. L'indetermination (13.781) des champs auxi- 
liaires D peut donner lieu a des termes de Fayet-Iliopoulos et done briser 
spontanement la supersymetrie. 

Dans le paragraphe, nous considerons les brisures spontanees de super- 
symetrie a la O'Raifeartaigh, e'est-a-dire que seuls les champs auxiliaires F 
peuvent avoir des valeurs moyennes non-nulles. 

3.2.4 Le potentiel scalaire et la brisure de supersymetrie 

Le potentiel scalaire (I3.T3H avec = se reecrit 

%u 9 ra = e K [K]D l WD ] W - ZWW} 

= K{F i T j -3e K \W\ 2 . (3.79) 

Ce n'est plus une somme de termes positifs, done : 

En supergravite, I'energie peut etre negative. 
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Ce potentiel peut etre reecrit en utilisant la fonction 

G = K + \n\W\ 2 , (3.80) 

ce qui donne 

% U9 ra = e G { G\ G l G • - 3 } , (3.81) 

ou G\ = d 2 G/dz l dzj et Gi = dG/dz % sont relies a Kf, K i: Kj et aux deri- 
vees covariantes de W par fl3.80j) . Dans une theorie chirale sans secteur de 
jauge, on peut montrer que le lagrangien s'exprime uniquement en terme du 
potentiel G. 

La condition de brisure de la supersymetrie est 

Ft^DiW^O . 

Dans ce cas, comme nous le voyons d'apres l'equation (|3.8I) . le fermion \ % a 
une transformation par un terme constant 

5a l = ■■■ - {V2e K/2 K l ~W-^j f , (3.82) 

ce qui signifie que \ l es t le Goldstino (a un facteur multiplicatif pres). Les 
interactions (I3.72f) donnent lieu a une absorbtion de \ % P ar le gravitino. A 
travers ce mecanism^l, appele super-Higgs, le gravitino acquiert une masse 

m 2 /2 = e K \W\ 2 = e G . (3.83) 
Dans ce cas le potentiel se reecrit simplement 

%ugra = K^F^j - 3mj /2 M 2 p , 

ou nous avons reintroduit la constante n. Ceci implique que : 

En supergravite, il est possible de briser spontanement la supersymetrie tout 
en ayant une constante cosmologique nulle. 

En forgant la constante cosmologique (Y) = 0, et en definissant l'echelle 
de brisure de la supersymetrie par 

Mj USY = [i<! i-"Tj) , 

on voit que la masse du gravitino parametrise la brisure de supersymetrie 

/If 4 

2 _ IV1 SUSY 

m ^ 2 ~ 3M 2 • 

10 I1 est aise de voir a partir du lagrangien d'interaction (|3.72p - deuxieme et deux der- 
nieres lignes - et des champs auxiliaires l|3.77p que l'expression du Goldstino l|3.46p reste 
valable en supergravite dans le cas general. 
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Les termes de brisure douce 

A travers les differents couplages du lagrangien d'interaction (13.721) . on 
voit que la brisure spontanee de supersymetrie dans le cadre d'une theorie de 
supergravite donne lieu a des termes non-supersymetriques dans le lagran- 
gien. On peut montrer par des theoremes de non-renormalisation que ces 
termes n'introduisent pas de nouvelles divergences quadratiques. En ce sens, 
ils sont appeles "termes de brisure douce" [24l EHl [26j . Ces termes sont : 

• des masses pour les champs scalaires M}-.z % z^ et [Mf^z^ + h.c.) , 

• des masses pour les jauginos (MaX^X^ + h.c), 

• des couplages trilineaires Aij k z l z^z k . 

La matrice de masse des scalaires se deduit du potentiel ( 13.811) 

\Ml M- 2 ■ 

En imposant une constante cosmologique nulle, on montre que les termes 
de masse pour les scalaires son 

Ml = ( e G (G l3 - R l]a0 G a G?) ) , 

Mfj = ( e G (2V i G j + G? a V i V i G? Q ) ) . (3.84) 

Dans ces expressions, nous avons indices par des lettres latines i, j les champs 
ne contribuant pas a la brisure de supersymetrie (F % = 0), et par des lettres 
grecques a, (3 ceux y contribuant (F a ^ 0). 
Les couplages trilineaires sont 

A ijk = ( e G (3\/ l \/ j G k + G a ViV 3 V k G a ) ) . 

Enfin, les masses des jauginos les plus generates sont 

M a = ^{Refay 1 m 3/2 f aa G a , (3.85) 

ou f a est la fonction cinetique de jauge (voir note de bas de page, paragraphe 

EX25. 

11 On considere toujours que la supersymetrie est brisee par des composantes F, done 
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Notons enfin qu'apres l'absorbtion du Goldstino par le gravitino, les 
masses des fermions peuvent etre diagonalisees dans le lagrangien (13.721) . 
On trouve que la matrice de masse est 



La separation de masse entre les fermions et les bosons a bien lieu. Dans 
les expressions (I3.84j) . le premier terme et 2VjGj de chaque expression 
constitue la masse supersymetrique, presente dans le lagrangien, tandis que le 
second terme est la masse de brisure douce. Tout l'enjeu est done de realiser 
la brisure spontanee de supersymetrie de sorte que ces termes de brisure 
douce elevent les masses des scalaires a des energies non-atteintes a l'heure 
actuelle. 




Chapitre 4 



Brisures dynamiques de symetries 



4.1 Brisure de symetrie chirale a la Nambu- 
Jona-Lasinio 

4.1.1 Le modele non-supersymetrique 

Un exemple simple de brisure dynamique de symetrie par formation d'etats 
lies est le modele de Nambu-Jona-Lasinio (NJL, [27]). II s'agit d'une theorie 
fermionique contenant une interaction de Fermi 

j?njl = # w + j [{rr) 2 - ir^r) 2 } , (4.1) 

ou a = 1, . . . , N est un indice de saveur interne et G est une constante 
dimensionnee [G] = —2. 

Ce modele possede un groupe de symetries globales SU(N) x £/(l)y x 
U(1)a avec les transformations suivantes 

qui se reecrivent 

en utilisant la notation ip RL = ^^-iPrl- Le lagrangien (14.11) en fonction des 
composantes gauche et droite est 

^njl = i^d^R + ii>l^d^l + G (r R r L ) ($ h M • (4-3) 
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L'interaction a quatre fermions etant non-renormalisable, ce modele ad- 
met une echelle de validite A, qui sera le cutoff des integrates divergentes 
dans ies boucles. La self-energie £ des fermions est definie par la resolution 
de l'equation de Dirac 



Z7% + S(p,m,G,A) = 
Xp,m,G,K)\ illipii+m = Q = 

puisqu'il n'y a pas de terme de masse dans le lagrangien (14.31) . 



S(p,m,G,A)|. 7 , Pfi+m = = m , ^ 



E 

o - = — - J - + - — + 



G G 2 




G 

Fig. 4.1 - Resommation des graphes donnant la self-energie a l'ordre domi- 
nant. 



Les equations (14. 4K definissent la masse m, et la determination de la self- 
energie passe par le calcul des diagrammes presentes sur la Fig. 14. 1L A l'ordre 
dominant, ces diagrammes peuvent etre resommes et on obtient m par une 
equation implicite 



Cette equatiorQ admet la solution m — 0, ainsi qu'une seconde solution non- 
triviale qui s'exprime en fonction du couplage G et du cutoff A permettant 
de regulariser l'integrale. Apres calcul explicite, on trouve 

1 NA 2 f m\ AM 

1 To m ~~o r • (4-6) 



G 8tt 2 A 2 m 2 



1 L'equation (|4.5p est souvent appelee equation de gap, par analogie avec la supracon- 
ductivite. 
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Puisque Ton veut m 2 < A 2 , l'equation (14.61) n'a de solution que si 

G»C C = ^ , (4.7) 

ou G c est le couplage critique. 

La solution m = —G{ip b il} b ) ^ donnee par l'equation (14.61) brise spon- 
tanement la symetrie chirale U(1)a car un terme de masse mip a ip a n'est pas 
invariant sous (14. 2D . Le spectre contient alors une particule pseudo-scalaire de 
masse nulle, qui correspond au boson de Goldstone accompagnant la brisure 
de symetrie chirale, et un scalaire de masse 2m. Cette derniere correspond a 
l'apparition, en dessous de Fechelle A, d'un etat lie (4'1' 1 Pr)j comme le montre 
le lagrangien (14.31) . 

On peut decrire de maniere effective le lagrangien NJL en introduisant 
un champ scalaire <\> sans dynamique de la fagon suivante 

&*ff = fyRv'dM + WiP^l + 9o (H>Wl + h.c.) - ml |0| 2 . (4.8) 

L'equation du mouvement pour <p permet facilement de retrouver le lagran- 
gien (14.31) avec 

* = !f« • et G = i • < 4 - 9 > 

Comme nous l'avons evoque au debut du chapitre EH il est tres difficile 
de proteger un champ scalaire par des symetries. A travers les couplages de 
Yukawa du lagrangien (14.81) . le champ acquiert done un terme cinetique de 
normalisation Z^, une masse mh et un couplage d'auto-interaction quartique 



A^ donnes par 



JV^ ln A! 

(47T) 2 Q 2 



MQ) = 77^1^02 



ml(Q) =ml- 2 -M 2 {K 2 - Q 2 ) , (4.10) 
(4vr) 

A (O) ^ In A ' 
a une certaine echelle Q. Le lagrangien genere a basse energie est 

+ ^|^0| 2 -m 2 |0| 2 -^|0V| 2 . (4.11) 
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D'apres (14.101) . lorsque Q — > A, les quantites Z<f, et A^ tendent vers zero. 
Ceci montre que n'est pas un champ fondamental de la theorie mais qu'il 
s'agit d'un etat composite. A haute energie, c'est-a-dire au dessus de l'echelle 
A, l'etat lie ^I^r disparait et on doit retrouver le lagrangien (14.31) en rem- 
plagant les parametres selon (|4.9I) . 

On redefinit le champ — > • de sorte que le lagrangien ( 14. lip est 

canoniquement normalise si on redefinit egalement les couplages 

90 A' = ^ • (4-12) 



Z 1/2 ' z 2 . 

On trouve alors que A' — ► oo lorsque Q — > A. 

A la fin des annees 1980, l'idee d'utiliser ces modeles pour expliquer la 
brisure electrofaible et de considerer le champ de Higgs comme un etat com- 
posite top-antitop connut un certain enthousiasme [28]. En jaugeant la syme- 
trie chirale etudiee ci-dessus, et en ecrivant une interaction a quatre fermions 
uniquement pour le quark top, 

5c = =S?Modele Standard 

on engendre dynamiquement la brisure SU{2) x £7(1) — > U(l) via la conden- 
sation (it). De la meme maniere que dans le Modele Standard, les champs de 
Goldstone lies a cette brisure sont absorbes par les bosons de jauge et ceux- 
ci acquierent une masse. L'interaction a quatre fermions est alors comprise 
comme la reminiscence a basse energie de l'echange d'un boson massif W ± 
ou Z qui a decouple de la theorie. 

L'interet de ce modele est evident : il permet d'eviter l'introduction d'une 
nouvelle particule dans le Modele Standard et explique naturellement la bri- 
sure de la symetrie electrofaible. Malheureusement, ces modeles sont mainte- 
nant exclus. En effet, la masse du quark top depend de l'echelle de structure 
A. Les calculs a une boucle (voir Bardeen, Hill, Lindner [28] ) montrent que 
pour des valeurs de A allant de 10 4 a 10 19 GeV, la masse du quark top ne 
descend pas en dessous de 220 GeV, alors que les dernieres mesures donnent 
m t = 170 GeV. De plus, les parametres (14.101) ne sont pas renormalisables. De 
ce fait, on ne resout pas le probleme de hierarchie dans le Modele Standard. 
Pour palier ce dernier point, l'idee la plus naturelle est de rendre le modele 
de Nambu-Jona-Lasinio supersymetrique. 
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4.1.2 Supersymetrisation des modeles NJL 

On inclut les fermions if) a dans des superchamps chiraux $ a (voir section 
13.11) . L'extension minimale du modele NJL est |29| 

^snjl = J d 4 9 ($V + G$ a $ a $V) . (4.13) 



Les transformations des superchamps sous la symetrie chirale U(1)a sont 



De plus, le lagrangien ci-dessus contient une .R-symetrie continue puisque, 
comme nous l'avons dans la section [3. 1.41 le potentiel de Kahler est toujours 
invariant. 

Si Ton suit la meme procedure que dans le cas non-supersymetrique, on 
definit la masse du multiplet $ a et on calcule les corrections de la fonction a 
deux points. L'equation de gap trouvee dans le cas de deux champs [29] est 

1 - g 2 I ^ 

J (27r) 4 (27r) 4 (p 2 + |m| 2 ) [q 2 + |m| 2 ) ((m — p — q) 2 + |m| 2 ) 

En calculant explicitement l'integrale avec le cutoff A, on s'apergoit imme- 
diatement que l'equation ci-dessus n'admet qu'une seule solution m = car 
l'integrale est negative. La supersymetrie protege done la symetrie chirale et 
empeche la formation d'un condensat. 

On leve cette difficulte en introduisant un terme de brisure douce 1 301. Le 

I — J 

lagrangien (14.131) est modifie en 

&snjl = J d 4 6 $V (1 - Y?6 2 6 2 ) + G$ a $ a $V . (4.14) 

Avec cette modification, la symetrie chirale est dynamiquement brisee par le 
condensat (ip a ip a ), et on retrouve les memes proprietes que dans le modele 
NJL originel. En particulier, l'equation de gap conduit a la condition G ^ G c 
avec le couplage critique 

1 A^S 2 A 2 , . 

a. = l^" 1 ^ ' (4 ' 15) 

Cette expression traduit le fait que la divergence quadratique a l'origine du 
couplage critique (14 .7h a ete reduite en divergence logarithmique par super- 
symetrie. 
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En outre, on peut montrer que la version supersymetrique du lagrangien 
a basse energie (14.81) met en jeu deux superchamps chiraux Hi et H 2 . Le 
lagrangien correspondant est 

¥V(1-£W 2 ) + h\Hi 

+ I J d 2 6H 2 (mHi -#$ a $ a ) + h. c .| . (4.16) 

L'equation du mouvement pour H 2 implique que Hi = -2-<i> a $ a ; qui est 
la generalisation de (14.91) . En injectant ce resultat dans (14.16D . on retrouve 

2 

le lagrangien (14.141) avec G = C'est done Hi qui joue le role du champ 
composite, tandis que H 2 est juste un multiplicateur de Lagrange. L'equation 
du mouvement pour Hi implique H 2 = H\ = -^jD ($ a <i c > a ) . 

L'inconvenient majeur du modele NJL supersymetrique avec brisure douce 
est que pour une echelle £ <C A, le couplage minimum requis pour former un 
condensat est extremement fort : G c ^> 1/A 2 , ce qui constitue un probleme 
de naturalite assez severe. C'est la raison pour laquelle ces idees furent aban- 
donnees pour expliquer l'origine de la brisure electrofaible dans le MSSM. 



eff 



d 4 9 



4.1.3 Dualite avec des modeles a dimensions supple- 
mentaires 

Nous allons montrer que le modele de Nambu-Jona-Lasinio 04.31) et sa 
version supersymetrique (14.141) sont duaux de theories avec dimensions sup- 
plementaires (Publication N° 2). 

Pour ce faire, nous reprenons le modele a six dimensions developpe dans 
la section 12.31 et dans la Publication Af° 1 

S = j d 4 xd 2 y \(d M <P) 2 - V s {<f>) 
VM) = (-^0 2 + ■ 5 2 (y) , (4.17) 

que nous compactifions sur l'orbifold T 2 /Z 2 (voir paragraphe !2.1.1l) . Le choix 
de conditions aux bords de type Scherk-Schwarz 

(f)(yi + 27TRi 1 y 2 ) = -cj)(y 1 ,y 2 ) , 

est analogue aux conditions de Dirichlet (I2.19P prises sur le disqu^E Par 

2 En effet, en prenant y\ = —itRi, on trouve simplement que 4>{-kRi,i)2) = 0. 
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ailleurs, nous choisissons la parite +1 sous Taction de l'orbifold pour assurer 
la presence d'un mode zero. Le champ se decompose comme suit 



E 



1 



cos 



(h + 1/2) yi k 2 y 2 



Ri 



ilM {a?) . (4.18) 



En injectant (14.181) dans Taction (14.171) et en diagonalisant la matrice de 
masse M. sur les modes propres $ m . on trouve une equation aux valeurs 
propres M.<& m = m§m avec 

-i -l 



4n l R x R 2 
V 2 



E 



h + 1/2 



k 2 



m 



Le couplage critique correspond a un mode de masse nulle 



^ 2 R X R 2 



E 



fci + 1/2 

Ri 



+ 



i?2 



~i -1 



Au dela de cette valeur critique, /i 2 > /i 2 , la masse m 2 devient negative et on 
observe la transition de phase developpee dans la Publication Af°l. 



Le modele (14. 1 7f) peut etre genere en couplant le champ scalaire a un en- 
semble de N fermions ip a localises a Torigine des dimensions supplementaires 

par une interaction {^g-ip a -ip a (j){jj' = ) + h.c. j . Comme dans le modele effec- 

tif (14.8p . le champ (j> acquiert un terme cinetique, une masse et un couplage 
quartique par correction a une boucle de sa fonction a deux points. On trouve 
un parametre de masse 

Nn . 

(4.19) 



// 



i N 9 A 2 



471-2 



ou nous avons suppose que R\ = R 2 = R. Pour /i 2 > jj? c = 4-n/ In (A 2 _R 2 ), 
le champ developpe une valeur moyenne (0) ^ qui brise spontanement la 
symetrie chirale des fermions ip a . 

La version duale de ce modele se trouve en decouplant le champ scalaire 
(f) de la theorie au niveau des arbres. Ceci produit un lagrangien localise a 
quatre dimensions de la forme (14.31) avec 



G 



fr 



2tt 2 R 1 R 2 



E 



h + 1/2 
Ri 



k 2 



-I -1 



^ln(A 2 i? 2 ) 

4:71 V 
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La brisure dynamique de symetrie chirale a la NJL a lieu pour G > G c avec 
G^ 1 = NA 2 /4tt 2 . On trouve done la meme condition que dans la description 
a six dimensions /i 2 > /i 2 en remplagant /z 2 et /i 2 par leur valeur. 

Si Ton reprend revolution classique des couplages comme nous l'avions 
fait dans la Publication J\f° 1, on montre clairement que le champ <\> ou plutot 
son mode zero est le champ composite introduit dans le lagrangien (14.111) . 
Les deux modeles sont done duaux : ils decrivent la meme theorie. Rappelons 
que notre_echelle A est directement reliee a la regularisation de la singularite 
en y = , et non pas a l'echelle de structure a laquelle le scalaire <p cesse 
d'etre composite : dans ce modele, Z^(Q) — > lorsque Q — > R^ 1 et non pas 
A. 

Dans la Publication J\f°2, nous avons egalement etudie la version su- 
persymetrique du modele, et montre que la dualite est presente la aussi. 
Malheureusement, le probleme de naturalite pour G c ^> R 2 evoque a la fin 
du paragraphe precedent n'est pas resolu. 

Le modele (14.171) avec /i donne par (14.191) donne lieu a la brisure de syme- 
trie chirale a l'ordre des arbres. Le modele NJL, quant a lui, reproduit cette 
brisure en faisant appel a des phenomenes non-perturbatifs. On peut done ti- 
rer avantage de la dualite puisque dans la version dimensions supplementaires 
de la theorie, les calculs sont grandement simplifies. Nous pensons que ce type 
de dualite entre des phenomenes non-perturbatifs a quatre dimensions et des 
modeles avec dimensions supplementaires est generique. 

4.2 QCD Supersymetrique 

Dans cette section, nous donnons une seconde illustration de la ma- 
niere dont des phenomenes nonperturbatifs, ici la condensation de jauginos, 
peuvent engendrer un potentiel effectif a basse energie. Nous verrons notam- 
ment comment cela peut induire la brisure dynamique d'une symetrie. 

Considerons une theorie de Yang-Mills supersymetrique dont le groupe 
de jauge est SU(N C ), ou N c represente le nombre de couleurs. Le multiplet 
chiral de jauge 

W a = (A a , A°) , 

avec a = l,..., A^ 2 — 1, decrit les gluons A° et leur partenaire, les gluinos A a , 
que nous appellerons aussi jauginos de maniere plus generique. 

La matiere est representee par Nf saveurs de quarks ip e t d'antiquarks 
ip dans les representations A" c et A" c de SU(N C ), associes a leur partenaire 
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scalaire z, z dans les multiplets chiraux 

QL = (4,v4) , 

avec i — 1, . . . , Nf et a = 1, . . . , N c . 

L'evolution de la constante de couplage g avec l'energie est donnee par sa 
fonction beta a une boucle 

= "| = -&^- N >) • («°> 

Cette theorie est done asymptotiquement libre si Nf < 3N C7 et libre dans 
l'infra-rouge pour Nf > 3N C . Nous nous plagons dans le premier cas ; de 
telles theories sont appelees SUSY-QCD. 

Comme dans le cas de la QCD du Modele Standard, il existe une echelle 
dynamique, A, qui est un invariant du groupe de renormalisation, donnee par 

avec, done, dA/dfj, = 0. Cette echelle represente l'energie a partir de laquelle 
la theorie des perturbations n'est plus une bonne approximation, e'est-a-dire 
g{A) ~ 1. 



4.2.1 L'indice de Witten 

En 1982, E. Witten [31] montra qu'une telle theorie possede N c vides 
supersymetriques non-degeneres. Pour ce faire, il calcula la quantite 

Tr(— 1) F = nombre de bosons — nombre de fermions = n B —n F (4.22) 

pour une theorie de SUSY-QCD de groupe de jauge SU(N C ). Comme nous 
le verrons, ce resultat est independant de la matiere introduite, et done de 
N f . 

La donnee de Tr(— 1) F , appele "indice de Witten", permet d'apprehender 
si la supersymetrie est brisee ou non dans une theorie donnee. Un point 
cle de cette determination est de se placer a volume fini. Dans ce cas, le 
spectre est discret et les etats propres du systeme peuvent etre comptes. Un 
etat bosonique |6) verifie (— l) F \b) = +\b) tandis qu'un etat fermionique |/) 
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verifie (—l) F \f) = — |/). a partir de l'ensemble du spectre d'une theorie, nous 
retrouvons l'expression fj4.22j) . 

Seuls les etats d'energie nulle contribuent a l'indice de Witten. En effet, 
une supercharge Q et son conjugue Q verifient l'algebre 

Q 2 = Q 2 = , 

QQ + QQ = H , (4.23) 

ou H est l'hamiltonien du systeme. L'indice de Witten anticommute avec les 
supercharges : (— 1) F Q = —Q(—1) F . 

Considerons un etat propre bosonique de l'hamiltonien H\b) = E\b). L'ac- 
tion de l'operateur Q sur cet etat est 

Q\b) = VM\bf) et Q\b) = . (4.24) 

En appliquant Q sur la deuxieme equation, nous obtenons 

= QQ\b) = (H-QQ)\b) = E\b) - \fiSQ\V) . 

Done Taction de Q et Q sur l'etat \b') est 

Q\b'} = et Q\b') = y/E\b) , 

si et seulement si E ^ 0. II s'ensuit que \b') est d'energie E et que les deux 
etats sont degeneres. Si on applique (— 1) F a la premiere egalite de (14.241) . on 
trouve que \b') est un etat fermionique. 

Nous venons de montrer que les etats d'energie non-nulle sont associes 
en paires fermion-boson par la supersymetrie, et ils ne contribuent done pas 
a l'indice de Witten. Nous appellerons n B et rip le nombre de bosons et de 
fermions dans l'etat d'energie nulle. 

Clairement, si Tr(— 1) F ^ 0, alors le niveau d'energie nulle est occupe et 
la supersymetrie n'est pas brisee. En revanche, si Tr(— 1) F = 0, deux cas de 
figure se presentent : sin# = rip ^ 0, nous sommes dans un cas particu- 
lier de la configuration precedente, et la supersymetrie n'est pas brisee ; si 
npj — Tip = 0, la supersymetrie est brisee puisque l'etat d'energie nulle n'est 
pas occupe. Rien ne permet de differencier ces deux cas, et il est done plus 
interessant de contraindre les mecanismes de brisure de la supersymetrie en 
etudiant les cas ou Tr(— 1) F ^ 0. En effet, si l'etat d'energie nulle n'est pas 
occupe, cela signe une brisure spontanee de la supersymetrie. En outre, la 
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donnee de Tr(— 1) F = ne nous apprend rien sur une brisure dynamique de 
la supersymetrie. 

Quelle est la limite de volume infini une fois que Ton connait l'indice de 
Witten d'une theorie ? Si Ton a trouve que Tr(— 1) F = 0, la supersymetrie est 
peut-etre brisee a volume fini, mais il se peut tout a fait qu'elle soit restauree 
dans la limite V — > oo. En revanche, si Tr(— 1) F ^ pour tout volume fini, 
alors la supersymetrie n'est pas brisee dans la limite de volume infini. 

Une question que Ton peut se poser est : comment evolue l'indice de 
Witten lorsque l'on varie continument les parametres de la theorie ? Princi- 
palement deux cas peuvent se produire : 

1. une particule d'energie non-nulle est deplacee vers l'etat fondamental. 
Dans ce cas, % et np sont augmentes d'une unite puisque l'etat originel 
etant d'energie non-nulle, par supersymetrie, le superpartenaire de la 
particule descend aussi vers l'etat fondamental. 

2. une particule de l'etat fondamental acquiert une energie non-nulle. De 
raeme, par supersymetrie, un superpartenaire doit lui etre apparie. 
Done tib et np perdent chacun une unite. 

Dans les deux cas, l'indice de Witten est invariant. En revanche, il se peut 
que de nouveaux etats soient crees lorsqu'on varie les parametres. Le modele 
le plus simple dans lequel ceci se produise est celui d'un champ scalaire 
dont le potentiel 

V{4>) = (m0-</ 2 2 ) 2 

admet deux minima d'energie nulle en = et = m/g si g ^ 0, tandis 
qu'il n'en admet qu'un seul (0 = 0) pour g = 0. L'indice de Witten est 
done discontinu. En realite, lorsque g varie de zero a une valeur non-nulle, 
le comportement asymptotique du potentiel passe d'une forme ~ 2 a une 
forme ~ 4 , et le second minimum m/g est ramene continument de l'infini. 
La condition pour laquelle Tr(— 1) F est invariant sous un changement des 
parametres est que Ton n'introduise pas dans la theorie de nouveaux termes 
susceptibles de modifier le comportement asymptotique de celle-ci. Autre- 
ment dit, on ne doit pas rajouter de termes plus grands que les termes deja 
presents dans la theorie. 

Considerons enfin le probleme des particules de masse nulle. Si les parti- 
cules sont non-massives par "accident" car aucune symetrie n'en est respon- 
sable, alors nous pouvons calculer l'indice de Witten en supposant m ^ 
puis prendre la limite m — > a la fin du calcul. Si, par contre, les particules 
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sont protegees par une symetrie qui les empeche d'acquerir une masse, alors 
le probleme est plus delicat a traiter. C'est cette derniere possibility que nous 
allons considerer pour SUSY-QCD puisque c'est ce qui se produit dans les 
theories de jauge. 

La difficulte ici est que nous travaillons a volume fini. II faut done im- 
poser des conditions aux bords pour les champs. L'algebre de supersymetrie 
incluant l'invariance par translation, nous devons imposer des conditions pe- 
riodiques, et qui plus est, elles doivent etre imposees aux bosons et aux 
fermions de la meme fagon, y compris pour le champ de jauge. D'autre part, 
le champ de jauge reste non-massif tant que la symetrie de jauge n'est pas 
brisee. Sa composante de moment nul contribue done a Tr(— 1) F . Dans la li- 
mite de volume infini, on fixe en general la jauge pour eliminer la composante 
A . En volume fini, la difficulte reside dans le fait de respecter les conditions 
de periodicite. On peut montrer que pour une symetrie de jauge abelienne, 
il est encore possible de fixer la jauge de sorte a eliminer A . Dans ce cas, 
seuls les jauginos participent a l'indice de Witten. 

En presence d'un groupe de jauge non-abelien, il y a de nombreuses fagons 
de satisfaire les conditions aux bords tout en fixant la jauge pour eliminer 
la composante de moment nul. Neanmoins il reste toujours une composante 
de spin zero dans l'etat fondamental, done Tr(— 1) F = 1 pour chaque choix 
de condition aux bords. Techniquement, le champ de jauge d'energie nulle 
peut toujours etre ecrit = — i(9 M C/)J7 _1 pour une certaine matrice U. 
Les conditions de periodicite sur A^ se transcrivent en conditions sur U de 
maniere non-bijective. On montre que, pour une theorie SU(N C ), il y a N c 
choix differents de conditions sur U (qui reviennent essentiellement a un choix 

de phase exp ^^^j) menant de maniere equivalente aux bonnes conditions 

aux bords pour A^. Finalement, Tr(— 1) F = iV c . 

Enfin, si Ton ajoute un certain nombre Nf de multiplets charges sous 
SU(N C ), aucune symetrie n'empeche des termes de masses (qui sont inva- 
riants de jauge) d'etre presents pour ces champs de matiere. On calcule done 
l'indice de Witten en supposant ces champs massifs, et on prend la limite de 
masse nulle a la fin du calcul. Clairement, ces champs ne contribuent pas a 
Tr(— 1) F puisqu'ils ont au moins l'energie de leur masse. Dans ce qui suit, 
nous allons retrouver la prediction de Witten et expliciter les N c vides de la 
theorie. 
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4.2.2 Etude a haute energie et detail des symetries 

La theorie ultraviolette [32] est decrite par le lagrangien 

^ = 4^ (/ d29Tl W<1Wa + h ' C -) + ^ / d * B {Q* eV Q + Q ]e ~ V Q) ( 4 - 2 5) 

ou V est le supermultiplet vectoriel. 

Au niveau classique, le lagrangien (14.251) est invariant sous le groupe de 
symetries globales U(Nj)l X U(Nf)n x U(1)r, que Ton peut decomposer en 
SU(N f ) L x SU(N f ) R x U(1) B x U(1) A x C/(1).r. Le facteur U(1) B represente 
le nombre baryonique, et U(1)a est chiral. 

La symetrie chirale U(1)a et la -R-symetrie U(1)r different de par la 
transformation des coordonnees grassmanniennes, comme nous l'avons vu au 
paragraphe 13. 1 .41 Soit u le parametre de la transformation chirale et rj celui 
de la i?-symetrie. Les transformations des superchamps sous ces symetries 
sont : 



Q(x,9) — > e^Q{x,9) , 1 " > 



U(l) 



R 



Q(x,9) — > Q(x,e^9) , 
Q(x,0) — > Q(x,e-^9) , (4.27) 
W a (:r,0) — > e'Wfo e-*>0) . 

Ici, nous avons choisi de parametrer la .R-symetrie de sorte que le super- 
potentiel a une charge 2. Cette definition n'est pas unique, et il est toujours 
possible de recombiner U(1)a x U(1)r de fagon a modifier ce choix. 

Au niveau quantique, les deux symetries chirales possedent des anomalies. 
La variation du lagrangien sous celles-ci est 



5 u(1)a J? = u> Tr (Q A T 2 a ) ( J^^a) 



ou Qa represente ici la charge U(1)a des fermions se propageant dans la 
boucle, et T a sont les generateurs du groupe de jauge. L'expression corres- 
pondante pour U(1)r est obtenue en remplagant oj par rj et Q A par Qr. Pour 
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chaque symetrie, les anomalies sont done 

Su {lu Sf = 2N f u (J^FJ* 

6 u{1)H Sr=(2N e -2N f )r,(j^FaF?\ . (4.28) 

Nous voyons clairement d'apres (14.28p qu'il existe une combinaison de 
ces deux symetries qui n'engendre pas d'anomalie au niveau quantique. En 
sommant les deux variations, on obtient 

5^ = {2N f u + (2N c -2N f )r 1 } (j^F a F a ^ , (4.29) 



de sorte que SJf = si 



N f -N c 



Sous cette combinaison, que nous appellerons U(1)' R , les superchamps se 
transforment de la fagon suivante : 



,N f -N c 

Q(x,9) — > e^^ v Q{x, e~ ir >t 

Nt-Nc 



^— ~ „ m (4-30) 



Q(x,9) — > e N f v Q(x,e 
W a (x } 6) — > e ir ? W a (x, e~ ir >6) . 

Apres avoir detaille les symetries chirales, nous avons done montre que 
les theories SUSY-QCD avec iV c couleurs et Nf saveurs sont invariantes sous 
le groupe de symetries globales 

G = SU(N f ) L x SU(N f ) R x U(1) B x U(1)' r (4.31) 

au niveau quantique. Les quarks gauches sont dans la representation Nf de 
SU(Nf)i et ont un nombre baryonique 1. Les anti-quarks, ou quarks droits, 
sont dans la representation Nf de SU(Nf) R et ont un nombre baryonique 
-1. 

Le lagrangien (14.251) ne contient pas de composante F a l'ordre des arbres. 
D'une part, nous n'avons pas ajoute de terme de masse aux quarks, et d'autre 
part, les jauginos sont proteges par la i?-symetrie (14.271) . Le potentiel scalaire 
est done 

V = -D a D a , (4.32) 
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avec 



D a =g 



4(n?Mf - c^tcnjsf (4-33) 



Les solutions supersymetriques (D a ) = peuvent correspondre a des 
valeurs moyennes dans le vide non-nulles pour les scalaires z et z. Selon 
que Nf < N c ou Nf ^ N C: certaines des symetries globales et le groupe de 
jauge sont totalement ou partiellement brises. II nous faut distinguer les deux 
differents cas : 

1. Nf < N c : 

La solution la plus generale, a laquelle on peut toujours se ramener par 
des operations qui preservent les symetries de jauge et globales, est 

4 =(*)*=( ^ PourKa<^ 
a v !a \ pour a > N f v ; 

Ces minima brisent spontanement le groupe de jauge SU(N C ) vers 
SU(N C — Nf). En particulier, si Nf = N c — 1, le groupe de jauge est 
totalement brise. 

Certaines symetries globales sont egalement brisees spontanement par 
ces vides. Le parametre d'ordre invariant de jauge (z^z") = vf^Sj per- 
met de trouver le groupe de symetrie restant. Si, par exemple, tous les 
vm sont egaux, le groupe G est bris^U vers SU(Nf) x U(1)b- 

2. N f ^N c : 

La solution la plus generale est de la forme 



v^5 l a pour 1 < i ^ A^ c 
pour i > N c 




(4.35) 



pour 1 ^ i ^ N c 
pour % > N c 



Ce cas est plus delicat car les symetries de jauge et globales se me- 
langent pendant la brisure. Pour commencer, U(1)' R n'est pas totale- 



3 La i?-symetrie U(1)' R est spontanement brisee puisque le produit zz se transforme 
sous (TO0|) . 



78 



Brisures dynamiques de symetries 



ment brise. La .R-symetrie 

i , . f QHx, eH) pour 1 < z < N c 

Val ' ; \ e~ ie <%(x, e ie 9) pour N c <i^N f ' 

5°fx^ — I ^' e ^ P ourl^^iV c 
1 V ' ; | e~ ie Qf(x,e ie 9) pour iV c < % ^ iV) ' V ' ; 

W a {x,6) — ► e- ie W a {x,e ie 0) , 

que nous appellerons U(1) R , est preservee et n'engendre pas d'anomalie 
au niveau quantique. Pour c = et tous les egaux, le groupe total 
est brise vers 



SU(N C ) x SU(Nf - N c ) x SU(N f - N c ) x U(l)' B x U{1) 



R 



Nous ne discuterons pas plus avant de ce cas ; nous expliquerons dans 
la section [4.2.31 pourquoi les methodes employees pour le traitement du 
cas Nf < N c ne peuvent pas etre appliquees ici. 



En dernier lieu, on peut rendre les quarks massifs en ajoutant a la theorie 
un terme de la forme 

S?mass = -(J d 2 9m)QfQi+ h.c. J , (4.37) 

qui brise explicitement le groupe de symetries globales en SU(Nf) xU(1)b si 
la matrice de masse est proportionnelle a l'identite, ou le brise completement 
si les rrij sont generiques. Comme nous l'avons vu, meme en l'absence de 
ces termes, dans la limite m* — > 0, les symetries axiales sont brisees au 
niveau quantique car elles engendrent des anomalies. En plus de ces symetries 
continues, le terme de masse (14.370 preserve une .R-symetrie discrete Z 2 n c 

(4.38) 

avec n = 1, . . . , 2N C . 

Par la suite, nous considererons que ce terme est present dans la theorie. 
Avec l'introduction de ce superpotentiel, le potentiel scalaire contient la trace 



Q(x,6) — ► e~— Q(x,e^9) 
Q(x,9) — ► e N c Q(x,e N c9) 

%7VTL 27YTI 

W a (x,9) — ► W a (x,e^9) 
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des modules au carre des termes = —m^zf et F % a = m % ^z^ en plus des 
termes D a donnes par l'expression (14.330 . On trouve alors un espace classique 
de vides supersymetriques : z = z = 0. 

Comment evolue cette theorie a basse energie ? En particulier, nous vou- 
lons savoir si les effets non-perturbatifs qui ne manqueront pas d'apparaitre 
peuvent briser des symetries et si oui lesquelles. Enfin, signalons que nous 
ne interessons pas ici a une brisure de la supersymetrie ; ce theme sera traite 
principalement dans la section 15.31 



4.2.3 La theorie effective 

A basse energie, la theorie est fortement couplee et il n'est plus possible de 
faire appel a la theorie des perturbations pour la decrire de maniere exacte. 
Neanmoins, en utilisant la symetrie de jauge, les symetries globales ainsi que 
les anomalies, il est possible d'en obtenir une description effective [33J lorsque 
N f <N c . 

Pour etre invariant de jauge et sous SU(Nf) L x SU(Nf) R x U(1)b, le 
lagrangien effectif ne peut s'exprimer qu'en fonction des deux superchamps 

u = ^W a W a , 
M] = Q l a Q a 3 , (4.39) 

ou le facteur definissant U est juste un choix de normalisation. Le champ 
U est appele "glueball", et les champs M sont les "mesons", a l'instar des 
noms donnes aux champs equivalents en QCD dans le Modele Standard. Par 
ailleurs, les anomalies etant des phenomenes infra-rouges, elles doivent etre 
presentes dans la theorie a basse energie. 

Le lagrangien effectif sera separe en trois contributions 

J&fe// = ^an+{J d 2 9 (W an + W mass ) + h.c. 

qui contiennent respectivement les termes cinetiques, les anomalies, et les 
termes de masse. Dans la suite, nous nous concentrons sur les deux derniers 
termes. Nous mentionnerons rapidement la determination de ^£ C in a la fin de 
ce paragraphe. 

Le terme de masse est deduit directement de son expression a haute ener- 
gie (H37|) 

W m ass = -Tr(mM) . (4.40) 
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Comme nous l'avons vu au paragraphe precedent, le groupe de symetries 
globales peut etre spontanement brise par les valeurs moyennes dans le vide 
de certains scalaires. Quoiqu'il en soit, ces brisures ne sont pas explicites et le 
lagrangien a basse energie doit etre invariant sous le groupe (I4.3ip . D'apres 
les idees de 't Hooft, lorsque deux theories de champs decrivent un systeme 
physique a haute et basse energies, meme si les degres de liberte sont differents 
de l'une a l'autre, les anomalies des symetries globales communes aux deux 
doivent etre les memes. Nous allons nous appuyer sur ce fait pour deduire 
le superpotentiel effectif. Nous aurons l'occasion de verifier explicitement la 
concordance d'anomalies a la fin de cette section, ainsi qu'au chapitre suivant, 
paragraphe 15.11 

Pour determiner W an , nous devons reexprimer les variations (14.281) en 
fonction des champs U et M. A des termes nuls dans les equations du mou- 
vement pres, en utilisant (pQ8j) . i (f d 2 9W a W a - h.c.) = \F a F a de sorte que 
jL_]?apa _ ■ ^jj _ jj]^ jj en resu ^ e q Ue i es anomalies (|4.28D sont propor- 
tionnelles a la composante F du superchamp U. C'est la raison pour laquelle 
le terme portant les anomalies a basse energie est un superpotentiel. Les 
expressions (14.281) se reecrivent 

8u(i) A W an = 2iN f ujU , 

Su(i) R Wan = 2i{N c -N f )r)U . (4.41) 

Par ailleurs, connaissant les charges (14.261 ) et (14.271) des champs fonda- 
mentaux sous U(1)a et U(1)r, nous savons que 

5 u{1)a U = , S U(1)R U = 2ir]U , 

6 V Q U M = 2iuM , 5 u(1)r M = . { ^ z > 

Nous deduisons des equations (14.411) et ( 14.421) . ainsi que du fait que 

c rxT ,j, (dW an \ dW an 

Su(i) A W an = Tr I -Q^f S u(i) A M I + -^5 U(1)A U , 
dW an „ . \ dW, 



5u{i) R W an = Tr ( -g^f 5 u(i) R M \ + -^S u(1)r U 



les egalites suivantes : 



Tr (m^) = NfU , (4.43) 
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En dernier lieu, nous utilisons la combinaison (14.301) de U(1)a et U(1)r 
qui ne produit pas d'anomalie. Le superpotentiel doit avoir une charge 2 sous 
cette symetrie, et les champs M et U ont des charges qui valent respective- 
ment 2(Nf — N c )/Nf et 2. Nous obtenons done 

(Nf - iV c )Tr [m 9 ^ + N f U^ = N f W an . (4.45) 

Nous ne pouvons directement injecter les equations (14.431) et (I4.44p dans 
l'expression (14.451) : cela impliquerait W an = 0. En effet, il y a une redondance 
dans les trois equations que nous venons de deriver puisque U{1)' R est deduit 
de U{l) A et U{1) R . 

En se servant de (14.431 ) et de (14.451 ). on obtient un systeme que Ton peut 
integrer. Finalement, 

^^{ln(^^)-W-^)} , (4.40, 

ou A, l'echelle dynamique (14.211 ). a ete introduite afin que 1'argument du 
logarithme soit adimensionne. 

Par des arguments de symetrie et grace au fait que e'est le superpotentiel 
qui porte les anomalies, nous avons pu determiner la theorie effective a basse 
energie. II est important de souligner que ce resultat est exact. 

L'etude de 

W = U I In [ A3Nc _ Nf j - (N c - N f )j - Tr (mM) (4.47) 

permet de determiner les minima du potentiel. En particulier, la supersyme- 
trie est conservee si = pour tous les champs scalaires z % presents. 

La plus basse composante du multiplet chiral de jauge etant W^l^ = A a , 
il s'ensuit que £7| sca i est le scalaire issu de la composition des jauginos. Le 
scalaire A^j| scal est, lui, le parametre d'ordre z l a z". 

Les vides supersymetriques sont donnes par 

dW 



dU 
dW 



M im^rn =o , (4.48) 



seal 



dM? 



A 3N C -N f 

U (M~ 1 ) i -ml- = , (4.49) 



seal 
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dont les solutions sont 

(Mj) = {m^)\{U) , 

3N C -N f 

(U) = A (detm) ^ . (4.50) 

Ce resultat montre que les valeurs moyennes dans le vide des mesons sont 
donnees de maniere unique par celle des glueballs. Nous avons vu que le fait 
de rendre les quarks massifs preservait une i?-symetrie discrete Z, 2 at c donnee 
par les transformations (14.381) . Sous cette symetrie du lagrangien effectif, U et 

2iTvn 

Mj se transforment par une phase e N <= avec n — 1, . . . , N c . Nous voyons done 
que cette symetrie est spontanement brisee par la valeur moyenne non-nulle 
de U, qui signe la condensation des jauginos. Le resultat (14.501) correspond a 
N c vides supersymetriques distincts comme le predisait le calcul de l'indice 
de Witten (section H23D- 

Notons que si toutes les masses m* — > 0, les gluinos ne se condensent pas, 
et les mesons sont envoyes a l'infini : la theorie est singuliere en ces points. 
En particulier, on ne retrouve pas la prediction de Witten qui doit etre valide 
meme lorsque les quarks sont non-massifs. 

Pour des energies inferieures a l'echelle de condensation, le superchamp 
U decouple de la theorie. Par conservation de la supersymetrie, sa valeur 
classique est 

avec k = 1, . . . , (iV c — Nf). Cela permet d'obtenir le superpotentiel effectif 
des mesons 

W dyn = -(N c -N f )e N <- N f I detM j -TrmM . (4.52) 

Ce superpotentiel est genere dynamiquement par la condensation des jaugi- 
nos. Les solutions supersymetriques sont, comme dans (I4.50p . 

3N C -N f 

(Mj) = A ^ (detm) ' {rrT 1 ) 1 . . (4.53) 

La presence des iV c vides supersymetriques reside dans la puissance 1/N C du 
determinant. 
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Le lagrangien Jzf cin 

Les termes cinetiques de M et de U sont beaucoup moins contraints par 
les symetries. Puisque le lagrangien est supersymetrique et invariant sous G, 
il s'exprime comme une composante D d'une fonction de M^M et de WU. 
Les glueballs ont une dimension canonique 3 done le terme cinetique de U ne 

1/3 

peut etre que J d 4 9 (U^U~) . Le terme cinetique pour les mesons est moins 
bien controle. Le lagrangien le plus simple est 



Se rin = / d A 9K, 



avec 



K cm = ^ (U^U) 1/3 + X - (MtM) (C/t[/)- 1/3 , (4.54) 

et a = 0(N C 4 ^ 3 ), 7 = 0(N^ 3 ). En minimisant ces termes avec le superpo- 
tentiel effectif (14^471) . on s'attend a (U) = 0{N C ), et (M) = 0(N C ). 
En terme des champs scalaires, 

5? cin = - (u*uy 2/3 \ou\ 2 + -(u*uy 1/3 \dM\ 2 



a 7 

1/3 dM dU* 



+ \-(M*M)(U*Uy 1/3 



'J M U* 



+ h.c. 



Les termes croises et le terme cinetique des mesons scalaires M sont d'ordre 
1/N C , tandis que le terme cinetique de U est 0(1). Lorsque Ton fait tendre 
N c — > oo, on retrouve bien une theorie de Yang-Mills pure. En effet, dans 
cette limite, avec Nf et N c g 2 fixes, le secteur de jauge devient dominant dans 
les boucles, et la theorie doit se comporter comme une theorie de jauge. 

Neanmoins, le terme (14. 54f) n'est pas le plus general possible. Cette in- 
determination relative n'empeche certes pas de calculer les minima du po- 
tentiel, mais le spectre de la theorie depend a priori de la forme des termes 
cinetiques. Le manque de controle sur le potentiel de Kahler constitue une 
des limitations des methodes de lagrangien effectif. 



Le cas N f ^ iV c 

D'apres revolution de la constante de couplage (I4.20p . la theorie Nf ^ A^ c 
sera moins fortement couplee dans l'infra-rouge que la theorie Nf < N c . 
Autrement dit, l'echelle dynamique qui signe la condensation des gluinos 
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sera plus faible. Considerons neanmoins qu'il existe une hierarchie m % - <C A 

sufflsante pour que Ton se concentre exclusivement sur les mesons. 

Le superpotentiel etant analytique, il ne peut pas dependre de l'operateur 

invariant M^M. Le seul objet invariant de jauge et analytique possible est 

det M. De plus, si on ajoute la condition d'invariance sous U(1)' R , equations 
i 

(14.301) . le superpotentiel ne peut contenir que (det M) N f~ Nc car il doit avoir 
une charge 2. Enfin, pour que le superpotentiel ait les bonnes dimensions, 
nous introduisons l'echelle dynamique de la theorie. 

Par de simples arguments de symetrie et d'analyticite, nous venons de 
montrer d'une autre fagon que le seul superpotentiel permis a tres basse 
energie pour une theorie SUSY-QCD est 

3Nc-Nf 1 

W = a A~ jr ^ w 7 (det M)^F^ , (4.55) 

ou a est une constant^. 

Reecrivons de fagon plus detaillee le determinant de M en termes des 
quarks : 

detM = ^ Nf < h - jSj Q%Q'I; 

ai=l a Nf =l 

Dans cette expression, e est le tenseur totalement antisymetrique. Chaque 
terme de chaque somme (y compris sur et jk) s'ecrit 

Qil qolx Qi Nc q»n c Q^c+iQ^ Q lNf Q a . Nf ~ Nc (A 571 

ou les a n sont (Nf — N c ) elements de l'ensemble {1, . . . , A^ c } et ou les a>k ne 
sont pas sommes. 

II y a done au moins une redondance dans les indices de couleurs pour 
tout Nf > N c . Supposons que a x = a±. Le terme (14.571) est (entre autres) 
invariant sous l'echange i\ <-> in c +i, tandis que le tenseur e^...^ est, lui, 
antisymetrique. 

Tous les termes du developpement de det M s'annulent done deux a deux. 
II en resulte que le superpotentiel ( 14.551) est identiquement nul. 

Toutefois, comme nous l'avons vu dans le paragraphe 14.2.11 la theorie 
contient iV c vides supersymetriques quelque soit Nf. Un superpotentiel doit 
etre dynamiquement engendre a basse energie |34| . 



■■■ Q'*s f Qj* f ■ (4-56) 



4 I1 a ete montre que a = (Nf — N c ). 
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Jusqu'ici, nous avons omis la presence de baryons 

,v = e jl - jN fQ h ---Q jNc . (4.58) 

Bien entendu, sans terme de masse, les solutions des equations du mouvement 
sont B = B = 0. Si la theorie contient un terme de masse pour les baryons, 
alors aux energies inferieures a ces masses, ils decouplent de la theorie et on 
obtient un potentiel effectif pour les mesons qui depend des parametres de 
masse des baryons. 

Sous le nombre baryonique et la i?-symetrie (I4.30p . les mesons M et les 
baryons B et B ont des charges respectives (0, 2(Nf — N c )), (Nf, (Nf — N c )) 
et(-N f , (N f -N c )). 

Nous nous proposons de deriver le lagrangien effectif dans le cas parti- 
culier Nf = N c . Dans ce cas, det M n'est pas nul a priori mais la constante 
a = Nf — N c du superpotentiel (14.551) Test. La demonstration qu'un po- 
tentiel effectif est engendre a basse energie peut egalement etre faite pour 
Nf = N c + 1. 

Lorsque Nf = iV c , les baryons (14.581) se reduisent simplement a 

b = i; : ..,,oj - --or- , 

B = e jl - iN fQ jl ---Q jNf ■ (4.59) 

Leur i?-charge, ainsi que celle des quarks et des mesons, est nulle. 
On voit clairement, en utilisant (14.561) . que le systeme au niveau classique 
est soumis a la contrainte 

detM - BB = . (4.60) 

Au niveau quantique, cette contrainte devient 

detM - BB = A 2N f (4.61) 

en raison de phenomenes non-perturbatifs de type instanton. 

Certaines solutions de l'equation (14.6ip brisent spontanement le groupe G. 
Pour chacune d'entre elles, nous devons verifier que les symetries preservees 
produisent les memes anomalies qu'a haute energie. 



86 



Brisures dynamiques de symetries 



1. B = B = et M] = A 2 S i j 

La symetrie SU(Nf) L x SU(Nf) R est brisee en SU(Nf) diagonal. Les 
groupes abeliens U(1)b et U(1)' R ne sont pas brises. II faut done verifier 
les anomalies du groupe preserve SU(Nf) x U(1)b x U(1)' r . 
A haute energie, les fermions se propageant dans les boucles sont les 
2N 2 quarks et anti-quarks, et les N 2 — 1 jauginos : 

i> (N f , -1, -1) 

X a (1, 0, 1) 



A basse energie, ce sont les fermions des multiplets M, B, B 

V M {Nj - 1, 0, -1) 
Xb (1, -iV/, -1) 
X§ (1, JV/, -1) 



Les anomalies non-triviales sont 



SU(N f yU(l)> R -N f [dP\N,) + dP\N f )] = -dW(Nj - 1) 

U(l)'£ 2N 2 f (-l) 3 + (N 2 f - 1) = {Nj - 1)(-1) 3 - 2 

U(1) 2 B U(1)' R -2N] = -(-N f ) 2 - N 2 

U(1)' R -2N 2 + {N} - 1) = -{N 2 - 1) - 2 

avec S 2 \R) l'operateur de Casimir quadratique dans la representation 
R du groupe SU(Nf). On trouve que les anomalies concordent parfai- 
tement. 

2. B = -B = A N f et M] = 

La symetrie baryonique U(1)b est spontanement brisee. Les symetries 
chirales SU(Nf) x SU(Nf) x U(1)' R sont preservees. Les nombres quan- 
tiques des fermions a haute energie sont connus, tandis que les fermions 
a basse energie sont 

V M (N f , Nf~, -1) 

Xb-Xb 



V2 



(1, 1, -1) 
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Les anomalies sont 

SU(N f f N f dF>{Nf) 

SU(N f fU(l)' R -N f dP\N f ) 

U(l)'i -N 2 - 1 

U{l)' R —N* - 1 

avec d^(Nf) l'operateur de Casimir cubique dans la representation Nf. 
La encore, on trouve que les anomalies sont les memes. 

Si Ton n'avait pas tenu compte de l'effet non-perturbatif, et qu'on avait 
considere que l'equation (14.601) etait encore valide au niveau quantique, alors 
le point B = B = A N f, Mj = A 2 5j aurait ete solution. Dans ce cas, la R- 
symetrie aurait ete preservee, ainsi que SU(Nf) diagonal. On aurait trouve 
que les anomalies ne concordaient pas entre les degres de liberte a haute et 
a basse energies. 

Nous introduisons un multiplicateur de Lagrange X dans le superpotentiel 
effectif 

W = X (det M-BB- A 2N ^ , (4.62) 

de sorte que l'equation du mouvement pour X impose la condition (14.611) . 

Le lagrangien au niveau classique contient les termes de masse autorises 
par les symetries. II existe trois possibilites : les baryons sont massifs mais 
pas les mesons ; les mesons sont massifs mais pas les baryons ; les mesons et 
les baryons sont massifs. 

Considerons le second cas : au potentiel (14.621) . nous ajoutons le terme 
Tr (mM). Les equations du mouvement donnent B = B = 0. Les deux autres 
equations, en revanche, impliquent 

detM = A 2Nf , 
XM^detM + m = , 

c'est-a-dire 

linn 



X n = e N f {detm) N f A- 2iN f- 1} , 
{M)) n = e 2W rA 2 (detm) 1/Nf (m- 1 ) i . 



avec n = l,...,Nf. Ce resultat est conforme aux solutions ( 14.531) lorsque 
Nf = N c , et on verifie de nouveau la valeur de l'indice de Witten. 
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Supposons pour plus de simplicite que la matrice de masse est diagonal^ 
rrij = rriiSj. Dans le cas ou p des Nf masses sont nulles, on peut decoupler 
les quarks massifs et le multiplicateur X de la theorie. A basse energie, on 
trouve un superpotentiel effectif 

ou det' M porte uniquement sur les champs de masse nulle, et ou l'echelle 
effective est donnee par 



A L = A m r^ JJ mA 

Le superpotentiel trouve a exactement la merae forme que (14.521) . Le meme 
type de raisonnement peut etre suivi dans le cas Nf = N c + 1. Lorsque 
Nf ^ N c + 2, par contre, il faut faire appel a d'autres outils. 



5 I1 est en fait toujours possible de redefmir les superchamps Q et Q pour que la matrice 
m soit diagonale. 



Chapitre 5 

Dualites de Seiberg et brisure 
dynamique de supersymetrie 



5.1 La theorie magnet ique 

Dans le chapitre [H section 14.21 nous avons etudie les theories SUSY- 
QCD a basse energie en utilisant une methode de lagrangien effectif. Comme 
nous l'avons vu, le controle sur les termes cinetiques (potentiel de Kahler) 
est difficile. Dans ce paragraphe, nous developpons la dualite de ces theories 
entre elles pour des choix judicieux du nombre de couleurs et de saveurs [35J. 
En particulier, nous nous plagons dans le cas Nf ^ N c + 2, pour lequel nous 
avons vu que le superpotentiel (14. 55j) est identiquement nul. 

Les charges des superchamps sous les symetries globales sont 

SU(N f ) L SU(N f ) R U(1) B U(1) R 

1 N f~ N * 



Q N 



Q 1 N f -1 



Nf (5.1) 

N f -N c 
N f 



ou U{1)r designe la i?-symetrie (I4.30P qui ne produit pas d'anomalie. 

Les operateurs invariants de jauge qui nous interessent a basse energie 
sont les mesons 

M} = Q«Q] > (5-2) 
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ainsi que les baryons 

B h,-M c = Qh ...QiN c ; 

ou les indices sont antisymetrises. 

A tres basse energie, la theorie est tres fortement couplee. Pour mieux 
comprendre comment elle s'y comporte, nous devons inclure le terme a deux 
boucles dans la fonction beta (I4.20K 

Rl ^ 9 3 3N C -N f + N n (g 2 ) 2 g 2 N 2 - 1 

^ ) = -l6^ T3^4 ' ou 7( ^ ) = -8^^vT (5 - 4) 

x JVc 8tt 2 



La theorie admet un point fixe iV c <7* ~ ^ ^ — - pour 3N c /2 ^ Nf ^ 



est la dimension anormale. 

oint fixe N c g 2 ~ * 3 
3iV c . 

Le fait que l'algebre superconforme contienne la i?-symetrie f)4.30p im- 
plique que la dimension d'un operateur chiral doit etre egale a 3R/2, avec R 
la charge de 1'operateuiQ. Par consequent, la dimension D des mesons est 



Une autre facon de retrouver ce resultat est de reprendre la dimension anor 

-7-3" 

N f 



D{QQ) = \R{QQ) = 1(R{Q) + R{Q)) = 3{Nf N Nc) . (5.5) 



male autour du point fixe j(g%) = Nf N 3Nc ', les mesons ont done une dimension 



D{QQ) = D(Q) + D(Q) +7 = 2 + 7 . 

Si on suppose que la theorie est superconforme a basse energie, alors elle 
n'est pas unitaire (D < 1) si Nf < 3N c /2. II s'ensuit que la theorie n'est pas, 
en realite, conforme dans ce domaine de saveurs. Elle doit etre decrite par un 
autre groupe de jauge a basse energie, et les mesons doivent integrer cette 
version "duale" en tant que champs fondamentaux, de dimension D — 1. 

Nous nous plagons done dans le cas N c + 2 ^ Nf ^ 3N c /2. La theorie 
a basse energie avec Nf saveurs dans ce domaine est decrite dans sa version 



1 Pour s'en convaincre, considerer une theorie K = et W($) = A$ 3 . Elle 
est invariante d'echelle (x,0, 6) — > (e~ e x, e~ € ^ 2 9, e _e / 2 (9) et possede egalement une R- 
symetrie de charge i?$ = 2Rg/3 (voir paragraphe I3.1.4[) . Alors les anomalies engendrees 
par ces deux symetries s'annulent si et seulement si la charge de 8 est Re = 1. 



5.1 La theorie magnetique 
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magnetique par le groupe de jauge SU(Nf — N c ). A defaut de pouvoir en 
donner une demonstration rigoureuse, nous allons prouver que le groupe de 
symetries globales etant le meme, les anomalies entre les deux theories sont 
les memes. Nous en concluerons que la theorie SU(N C ), appelee "electrique", 
et la theorie SU(Nf — N c ), appelee "magnetique", sont duales l'une de l'autre. 

La fonction beta a une boucle du couplage de jauge g' de la theorie ma- 
gnetique avec Nf families de quarks et d'anti-quarks est 



Le regime perturbatif est atteint a basse energie pour Nf ^ 3N c /2 et tout 
l'interet de la dualite passe par l'utilisation de la theorie des perturbations 
dans la theorie magnetique pour calculer les observables interessantes dans 
le langage de la theorie electrique. 

Lorsque Nf decroit, a N c fixe, la theorie electrique devient de plus en 
plus fortement couplee, tandis que la theorie magnetique devient libre dans 
l'infra-rouge. En ce sens, les deux theories se comportent comme les theories 
electrique et magnetique habituelles. 

En resume, 

1. La theorie est (super) conforme dans le domaine 3N c /2 < Nf < 3N C . 
La, les deux versions de la theorie, electrique et magnetique, sont asymp- 
totiquement libres. 

2. Lorsque Nf < 3N c /2, la theorie n'est plus conforme. Elle est decrite a 
basse energie par sa version magnetique de groupe SU(Nf — N c ), qui 
est libre dans l'infra-rouge pour ce domaine de saveurs. 

Les quarks f 1 5 . 1 H . associes au groupe de jauge SU(N C ) ne sont pas les 
quarks fondamentaux de la theorie duale. Nous definissons ces supermulti- 
plets par q = (if, \) et q = (Op, x) qui sont dans les representations Nf — iV c 
et Nf — N c du groupe de jauge magnetique. 

Les baryons (15.3P doivent etre deduits de ces degres de liberte de maniere 
polynomiale, B ~ q N f~ Nc et B ~ q Nf ~ Nc , ce qui permet de fixer les nombres 
quantiques sous le groupe de symetries globales. Ayant fixe la charge baryo- 
nique et la i?-charge de sorte a pouvoir construire les "anciens" baryons a 
partir de ces quarks, il n'est plus possible d'exprimer les quarks electriques 
(15.11) en fonction des quarks magnetiques par un developpement polynomial. 
II n'est done pas possible non plus de construire les mesons, ce qui renforce 
ce que nous avions pressenti ci-dessus en calculant la dimension des mesons. 




(3iV c - 2N } ) 



(5.6) 



92 



Dualites de Seiberg et brisure de supersymetrie 



Nous les incluons dans la theorie magnetique en tant que champs fondamen- 
taux, singlets de jauge du groupe SU(Nf — N c ), et nous leur assignons les 
memes nombres quantiques globaux que dans la theorie electrique. 
Le contenu en champs de matiere de la theorie duale est done : 

SU(N f ) L SU(N f ) R 
a 1 ~N~ f 



N f 



M N f N f 



U(1)b 


U(1)r 


N c 


N c 


Nf — N c 


N f 


N c 


N c 


Nf — N c 


N f 





2 (N f - N c ) 



(5.7) 



N 



auquel il faut rajouter le secteur de jauge de SU(Nf — N c ). 

Si le choix de ces nombres quantiques parait raisonnable pour retrouver 
les degres de liberte electriques, rien ne nous garantit la dualite annoncee 
jusqu'ici. II faut pour cela verifier que les anomalies produites par le groupe 
global SU(Nf) x SU(Nf) x[/(l) B x U(1)r commun aux deux theories soient 
les memes. Dans la theorie originelle, les 2NfN c fermions ip et ip ont des 
charges R = f N ^ c — 1 = — et les N% — 1 jauginos ont une charge 1. 
Dans la theorie duale, les 2Nf (Nf — N c ) fermions x e t X on t une charge 
R = N ° N ^ f , les fermions ^>m associes aux mesons ont une charge Nf ^ Nc , et 
les jauginos ont une charge 1. On trouve 



U 0)R - 2 Jf2+ N l- 1 



N 4 

c 



U(l) R -Nl - 1 = -2JV>(iV> - N c ) 
U(lf B U(l) R -2N 2 C 
SU(Nff N c d i3 \N f ) 
SU(N f fU(l) B N c d m (N f ) 

N 2 

SU(N f fU(l) R -jfd^(Nf) 



La concordance de ces anomalies represente plus de contraintes que nous 
n'avions de liberte a fixer les nombres quantiques (15.71) . 



5.2 Expression de la dualite 
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Jusqu'a present, nous avons montre que Ton pouvait retrouver les de- 
gres de liberte de la theorie SU(N C ) a haute energie en fonction de ceux 
de SU(Nf — N c ) a basse energie, et que les anomalies etaient les memes 
dans les deux theories. Montrons que les deux sont duales dans le sens ou en 
appliquant deux fois la dualite, on retrouve la theorie electrique. 

On part d'une theorie SU (N c ) avec Nf saveurs. En appliquant la dualite 
une premiere fois, nous obtenons une theorie SU(Nf — N c ) avec Nf saveurs 
de quarks et des mesons Mj singlets de jauge, decrits par le superpotentiel 
invariant de jauge ~ Tr(gMg). En appliquant la dualite de nouveau, nous 
retrouvons une theorie SU(N C ) avec Nf saveurs, mais nous avons deux types 
de mesons singlets de jauge M et M' , et le tout est decrit par le superpotentiel 



W = Tr 



(M - QQ^j M'j , (5.8) 



qui a bien une charge R = 2. 

Clairement, les champs M et M' sont massifs. Le champ M' decouple de 
la theorie, et Ton retrouve alors la definition Mj = Q l Qj. 

Nous avons done montre que pour iV c + 2 ^ Nf ^ 3N c /2, la theorie 
magnetique decrite par le groupe de jauge SU(Nf — N c ) et les degres de 
liberte (I5.7P est duale de la theorie de SUSY-QCD developpee au paragraphe 



5.2 Expression de la dualite 

Puisque la theorie duale est libre dans l'infra-rouge, elle possede une 
echelle 

Am = ^ XP {- (3N -N f )^)) ' (5 - 9) 

qui doit pouvoir etre reliee au pole de Landau A de la theorie electrique. Au- 
dela de l'energie A m , non seulement la theorie n'est plus perturbative mais 
surtout la dualite ne s'applique plus. 

Le superpotentiel invariant de jauge que Ton peut construire a partir des 
degres de liberte magnetiques (15.71) est 

W = iTr(gMg) + mTiM , (5.10) 
A 

ou m a ete prise proportionnelle a l'identite pour plus de simplicite. 
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La theorie etant perturbative et continue autour de l'origine, le potentiel 
de Kahler peut etre developpe de maniere canonique 

K = ^Tr {q ] q + tfq) + -^TrM+M . (5.11) 
P a|A| 

Dans les expressions (I5.10P et (15.111) . nous avons introduit deux echelles 
d'energie. En effet, si^nous voulons que les mesons soient directement relies 
aux superchamps QQ de la theorie electrique, cela veut dire qu'ils ont une 
dimension canonique 2. En revanche, telle que nous avons etabli la dualite 
jusqu'ici, a basse energie, les mesons magnetiques sont des champs fonda- 
mentaux et ils ont une dimension 1. Dans les expressions de K et W, nous 
avons considere M comme le champ electrique, et il faut done faire intervenir 
l'echelle dynamique (14.211 ). 

Les trois echelles A, A et A m sont reliees entre elles par 

A 3N °- N fA m 3 ( N f- N *)- N f = (-i)"f-N*A N f . (5.12) 

Cette expression traduit le fait que lorsque la theorie originelle devient plus 
fortement couplee, la theorie duale devient plus faiblement couplee. La phase 
(— l) N f~ Nc permet de trouver l'habituel signe —1 present lorsqu'on applique 
une dualite electrique-mag^netique. 

Les parametres (3 et A ne sont pas determines de maniere unique. En 
effet, nous avons la liberte de redefinir q, q — > aq, aq, ce qui modifie les deux 
contantes en consequence. Ce changement affecte egalement A m car il induit 

une anomalie. Enfin, les baryons a haute energie sont modifies en ^B, Bj — > 

(a N f Nc B, a Nf ~ Nc B Ss j. En revanche, M ne peut pas etre redimensionne car 

implicitement nous avons considere que le terme de masse m dans (15.1 01) etait 
directement celui de la theorie electrique. 

Nous pouvons done fixer q et q de sorte que (3=1. Mais ce faisant, 
il est devenu impossible de calculer explicitement A et A m en fonction des 
quantites electriques^ Inversement, nous pouvons fixer les baryons de sorte 
que B = q Nf ~ Nc , et B = q Nf ~ Nc , mais nous ne pouvons alors plus determiner 
(3. Puisque nous n'allons pas nous interesser aux baryons, nous choisissons la 
premiere option : (3 = 1. 

Au prochain paragraphe, nous etudions le systeme suivant 

K = Tr|g| 2 + Tr|g] 2 + Tr|$| 2 , 

W = h Tr(g$g) - hfi 2 Tr$ , (5.13) 
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avec $ les mesons fondamentaux de la theorie duale. lis ont done une dimen- 
sion 1, et les memes nombres quantiques que M (voir table ( 15.71) ). 

Le dictionnaire deduit en comparant (15.101) et (15.111) avec (15.131) est : 

$ = -=t- , h = , u 2 = -mA . 5.14 

v^A A 

Nous nous servirons de ces equivalences lorsqu'il s'agira de retrouver les vides 
supersymetriques (14.531) . 



5.3 Le modele Intriligator-Seiberg-Shih 

On s'interesse desormais a la theorie magnetique dont le groupe de jauge 
est SU(N), avec N = Nf — N c dans le domaine Nf ^ 3N (ce qui correspond 
aiV/< 3iV c /2). 



5.3.1 Resultats au niveau global 

Pour discuter des proprietes du modele [36], il est plus aise de se placer 
d'abord dans le cas non-jauge. Le groupe SU(N) fait partie des symetries 
globales ; les quarks q = (</?, x) et les anti-quarks q = (<p, x) sont dans les 
representations et N, les mesons $ sont singlets. La theorie est decrite par 
le potentiel de Kahler canonique et le superpotentiel (15.131) . Le terme \i brise 
explicitement la symetrie chirale SU(Nf) x SU(Nf) en SU(Nf) diagonal. 

Les champ auxiliaires F deduits des equations du mouvement sont 



F q = h<p& , 

Fq = h<S>v , (5.15) 
F$ = h(f(p — /i/i 2 !^. 

Les champs ip T et (p sont des matrices Nf x N, et le champ scalaire $ est une 
matrice Nf x Nf. Puisque Nf ^ N, les F$ ne peuvent pas etre tous nuls : la 
supersymetrie est spontanement brisee a la O'Raifeartaigh. 
Le potentiel scalaire 



Tr |^$| 2 + Tr |$<^| 2 + Tr \cpcp - ffl 



(5.16) 



96 



Dualites de Seiberg et brisure de supersymetrie 



est minimise par 

-(Si) • "-(?) ■ *--(? 

avec ipotfo = /i 2 lbv, ou ipo et <J$o sont carrees de rang N, et $o est carree de 
rang (Nf — N). Ces vides possedent une energie 

V min = \h 2 p*\(N f -N) . (5.17) 

Les symetries globales sont plus ou moins brisees selon ce que valent <fo 
et On fait le choix 

$o = , <p = &o = A*1jv , (5.18) 
qui preserve un groupe global maximal 

SU(N) D x SU(N f -N)x U(l)' B x U{l) R . 

Pour connaitre le spectre de la theorie, developpons les champs autour de 
ces vides selon la parametrisation suivante 

fSY 5Z\ 

^ ^ + Sp-) ) ' v ~\ Wr+sr-) ) ' (5 ' 20) 

qui traduit le fait que les vides (15.1 81) sont invariants par conjugaison de 
charge entre <p et <p T . 

Au niveau classique, le developpement du potentiel (15.161) implique les 
champs SY et Sa + ont une masse \/2 \hp\, tandis que 8Z, 5Z, Im (p*Sp + ) / \p\ 
et Re (n*5p-) / \p\ ont une masse \hp\. 

Les champs non-massifs sont, pour certains d'entre eux, les bosons de 
Goldstone des symetries globales brisees par (15.181 ). 

H*8a- — h.c. Re(p*5p + ) Im(/i*<5p_) 



\p\ \p\ \p\ 

Les autres champs non-massifs au niveau des arbres acquierent une masse 
a une boucle grace a leurs interactions avec les champs massifs. II s'agit de 5$ 
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et 5a = (yU*5cr_ + h.c.) / \fi\. Le potentiel effectif a une boucle de Coleman- 
Weinberg [37] est donne par 

^ = ^(W B ln^-W F ln^) , (5.21) 

ou iriB et m F sont les matrices de masses bosonique et fermionique, exprimees 
en fonction des champs. Autrement dit, ce que l'on appelle masses pour les 

d 2 V 

bosons, ce sont en realite les derivees secondes 77-^— exprimees en fonction 



dz i dzj 

dW 2 

des champs scalaires z % . Pour les fermions, il s'agit des derivees 



. Les 



dz 

termes quadratiques de ces derivees, qui donnent les masses a une boucle 
proviennent des couplages quartiques a l'ordre des arbre^E 
On trouve que le potentiel (15.211) a la forme 



V})j = h* \fi 2 \ (~Tr 5a 2 + bTr 6&6&) 



avec 

ln4-l. Ar Ar . , m4-l T 

-(N f -N) et b = — r N 



in 2 y 1 ' 8tt 2 



tous deux positifs. 

Les vides (15.1 81) sont done stables. En effet, nous n'avons trouve aucune 
direction tachyonique a une boucle, et puisque la theorie est perturbative, les 
contributions a deux boucles n'excedent pas celles a une boucle. 

Le spectre autour de ces vides se compose de particules de masses ~ h 
au niveau classique, de particules qui acquierent une masse ~ h 2 a une 
boucle, et de particules sans masse. Ces dernieres sont les bosons de Gold- 
stone des symetries globales qui ont ete brisees, mais notons aussi la presence 
d'un Goldstino provenant de la brisure spontanee de la supersymetrie. 

La question que nous nous posons dans la suite est de savoir comment 
ces vides survivent lorsque l'on jauge la theorie. 

5.3.2 Restauration dynamique de la supersymetrie 

On rajoute le secteur de jauge (A A , Afy , avec A — 1, . . . , iV 2 — 1. 



2 La dependance de (|5.21[) en A peut etre reabsorbee dans h. 
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Le potentiel scalaire devient V — Vf + Vd, ou Vp est le potentiel (15.161) . 
et Vb est donne par 



II est clair que ce potentiel est nul dans les vides non-supersymetriques 
(15.181) . La nouveaute reside dans le fait que les valeurs moyennes non-nulles 
des squarks brisent integralement le groupe de jauge. Le mecanisme de super- 
Higgs a lieu et les bosons de jauge acquierent une masse g\i en absorbant les 
scalaires Im' (fi*5a_) / ou le prime signifie la partie sans trace. Grace au 
potentiel (15.221) . les scalaires Re' (fi*5a_) / qui representent la partie sans 
trace de 5a, acquierent une masse g/i au niveau des arbres. Les champs 5$ 
et Tr 5a demeurent non-massifs au niveau classique. 

Ces vides sont toujours stables a une boucle car le secteur de jauge n'est 
pas affecte par la brisure de supersymetrie. En effet, les valeurs moyennes 
(15.181) des champs (p et <p, qui donnent leur masse aux bosons de jauge, ne 
couplent a aucun des termes F non-nuls, et comme nous l'avons vu, les termes 
D A du potentiel (15.221) sont nuls dans ces vides. II s'ensuit que la supertrace 
apparaissant dans le potentiel effectif (15.211) s'annule par supersymetrie pour 
le secteur de jauge. 

Le calcul de l'indice de Witten, section [4.2. 11 implique que N vides super- 
symetriques sont presents dans la theorie. Supposons qu'il existe une region 
de l'espace des champs ou les mesons $ ont des valeurs moyennes non-nulles 
dans le vide. D'apres le potentiel (15.160 . les quarks ip et les anti-quarks ip, 
c'est-a-dire la matiere, ont une masse (h&). En dessous de cette echelle, ils 
decouplent de la theorie qui devient alors super- Yang-Mills pure avec des me- 
sons singlets de jauge. Elle est asymptotiquement libre et admet une echelle 
dynamique 



Le couplage de jauge g' doit etre continu lorsque les quarks decouplent. 
En utilisant (I5.9P a l'echelle (h&), ceci implique 



(5.22) 



A 




(5.23) 



h N f det $ 

,N f -3N 



A basse energie, les gluinos SU(N) condensent, et Ton trouve un super- 
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potentiel engendre dynamiquement 



' h N f det $ N 

W dyn = N ( -j^-^r ) - V'Tr$ , (5.24) 



dyn — I N f -3N 

V A m 

ou nous avons utilise la relation (15.231 ). Ce resultat est tres similaire a celui 
que nous avions trouve dans la theorie electrique (14.521) . La difference de 
signe, encore une fois, est essentielle pour nous permettre de retrouver le bon 
signe en appliquant la dualite. La minimisation du potentiel (15.241) donne N 
vides supersymetriques 

(h$) = A m e 2N ^- N ^l Nf , avec e = . (5.25) 

Pour |e| <C 1, on trouve une hierarchie 

\n\ < (h$) < A m i 

ce qui implique que l'analyse faite ci-dessus est valide puisque nous sommes 
bien en-dessous du pole de Landau. Notons que le resultat (15.251) peut aussi 
s'ecrire 

(M>) = ne-( N f- 3N M N '~ N H Nf . 

En utilisant les relations etablies dans le paragraphe precedent ainsi que 
la relation liant les echelles des deux theories, equations (15 . 121) et (15 . 14H . et 
bien sur le fait que N = Nf — N c , on retrouve le resultat (14.531) 

1/N C 



(M) = (A 3N ^ N fdetm) /c m- 1 l Nf 

dans le cas d'une matrice de masse diagonale. 

Les resultats que nous venons de deriver semblent indiquer qu'il y a une 
restauration dynamique de la supersymetrie alors qu'elle est brisee spontane- 
ment au niveau classique dans une autre region de l'espace des champs. Ceci 
a pour consequence principale de rendre les vides (15.181) metastables c'est- 
a-dire localement stables. En effet, nous avons montre que ces derniers sont 
stables en ce sens que toutes les masses y sont reelles, mais ils ont une energie 
positive puisqu'ils brisent la supersymetrie et la theorie peut aller dans les 
vides (I5.25P par effet tunnel. Dans la direction $, il existe une barriere de 
potentiel entre l'origine et la valeur (<&) comme represents schematiquement 
sur la Fig. 15.11 L'eloignement entre les deux minima nous empeche de calcu- 
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V 1 




® P ic <o> o 

Fig. 5.1 - Comportement du potentiel total V = Vf + Vd dans la direction 
des mesons. La contribution Vp est donnee par (15. 16ft . et celle de Vp est 
donnee par (15.221) . 



ler la duree de vie des vides metastables par une approximation "thin-wall". 
En modelisant la barriere par un triangle de hauteur V min et de base ($), on 
obtient Taction "bounce" 

/<f>\4 4(N f -SN) 

Sbounce ~ j/- ~ |e| N f~ N , (5.26) 
'min 

qui est reliee a la probabilite T de transition des vides non-supersymetriques 
vers les vides (15.251) par 

Plus e est petit devant 1 et plus les vides metastables ont une duree de 
vie longue. Faire tendre e — > signifie faire tendre A m — » oo en gardant \i 
fixe. Ceci envoie les solutions ($) vers l'infini. 

Comment se traduisent ces resultats en termes des parametres de la theo- 
rie electrique? En utilisant les egalites (I5.14p . l'equivalent de e dans la theorie 
a haute energie est ^Jm/K. De meme, allonger la duree de vie des vides me- 
tastables revient a faire tendre m — > en gardant A fixe. 



Chapitre 6 

Les champs de modules et leur 
stabilisation 

Dans ce chapitre, nous abordons la phenomenologie des theories de cordes. 
Selon le type de cordes que Ton considere, et les conditions aux limites 
qu'on lui applique, on obtient differentes actions effectives a dix dimensions. 
L'espace-temps est un produit M. x I 6 ou M. est l'espace-temps minskows- 
kien a quatre dimensions, et Iq est l'espace compact a six dimensions. De 
maniere generate, Iq est une variete de Calabi-Yau qui a pour propriete prin- 
cipale de preserver une supersymetrie Af = 1 a quatre dimensions. Lorsque 
Ton reduit la theorie (dans notre cas, la corde de type IIB) de dix a quatre 
dimensions, on peut obtenir un tres grand nombre de theories differentes se- 
lon les symetries que Ton impose aux champs. A la suite de ce processus, 
des champs supplementaires, appeles modules, sont presents dans la theorie 
effective (voir aussi le chapitreE]). Generalement, les modules n'ont pas de po- 
tentiel, ils correspondent a des directions plates. Le but de ce chapitre est de 
presenter certains mecanismes developpes ces quatre dernieres annees pour 
leur generer un potentiel avec minimum : c'est la stabilisation des modules. 

6.1 Reduction dimensionnelle et identification 
des modules 

Dans cette section, nous effectuons la compactification (minimale) des 
six dimensions supplementaires pour identifier les modules presents dans la 
theorie quadri-dimensionnelle. 
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Le secteur gravitationnel comprend le tenseur metrique Qmn ^ le tenseur 
antisymetrique B MN et le scalaire reel 0, appele dilaton. Nous n'expliciterons 
pas le secteur fermionique du spectre car il s'obtient par supersymetrie. On 
designe par M, N = 0, . . . , 9 les indices de l'ensemble des dix dimensions. 
Les indices m,n = 0,...,3 correspondent a notre espace-temps, et I, J = 
4, ... ,9 sont les indices des six dimensions compactes. L'action du secteur 
gravitationnel est 

S = ^j d^xyfg^e^ {i#°> + 4 (V A/ 0) 2 - liW# MJVF } , (6.1) 

ou Hmnp — QmBnpi avec les indices antisymetrises, est le tenseur champ 
associe a B, et Mj est l'echelle de masse des cordes. 

Dans l'expression (16.11) . est la metrique dans le referentiel des cordes, 
et Taction porte un facteur dependant du dilaton. Nous devons effec- 
tuer une transformation de Weyl sur la metrique pour retrouver le referentiel 
d'Einstein de metrique gE, dans lequel Taction d'Einstein-Hilbert est cano- 
nique. Sous la transformation 

le scalaire de Ricci devient 



^ iU; =e^lg^> , (6.2) 

' MN \ / MN 



4 10) = e -*' 2 



4 10, -^(v M « 2 + 



ou . . . designe des termes s'annulant apres integration par partie dans Taction 



(16.11) . Le determinant de la metrique est y = e 5 ^^ 2 y g^ . Par ailleurs, 
il faut aussi transformer les metriques inverses intervenant dans le produit 
H{S) ■ H(s) et dans le terme cinetique du dilaton. 
L'action dans le referentiel d'Einstein est done 

5 = ^/^x V ^{< , -i(^) 2 -^^P^^} , (6.3) 

ou «io est l'echelle de Planck a dix dimensions. 

Les six dimensions compactes forment une variete de Calabi-Yau dont on 
ne connait pas la forme exacte. Pour pouvoir reduire le nombre de dimensions 
a quatre, il faut faire des hypotheses sur le comportement des champs [38J. 
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Les hypotheses minimales que Ton fait sont que les champs qui survivent a 
la reduction dimensionnelle sont invariants par translation et par certaines 
rotations des coordonnees supplementaires y 1 . La premiere condition preserve 
une supergravite Af = 4. La deuxieme condition permet d'eliminer trois des 
supersymetries pour obtenir le cas TV = 1 qui nous interesse. En effet, le 
groupe de rotations des six coordonnees y 1 est 0(6), qui est isomorphe a 
S77(4). Un sous-groupe de 577(4) est S77(3) ; nous imposons que les champs 
soient invariants sous les rotations dans ce SU(3) des y 1 . Clairement, les 
champs g^j et B m j ne sont pas invariants. La metrique gffl doit s'ecrire 
e 2u Sjj ou u est un champ scalaire reel. Le tenseur antisymetrique, de meme, 
prend la forme Bjj = aeu avec a un pseudo-scalaire. Le reste des champs, 
gmn , B mn et le dilaton sont des scalaires du point de vue quadri-dimensionnel, 
et survivent done a la projection. 

L'operation decrite ci-dessus implique que le referentiel d'Einstein a dix 
dimensions ne correspond pas a celui a quatre dimensions. Nous devons done 
modifier la metrique glnn de sorte a retrouver un terme d'Einstein-Hilbert 
canonique. Ceci constitue une nouvelle transformation de Weyl 

9 { u ] = e^ u , g$$ = e -^W , ( 6 .4) 

Cette transformation fait apparaitre un terme cinetique pour le champ u. 
Finalement, Paction a quatre dimensions contient 

S = d'x^^Rf -2A{d m uf- l -{d m <pf 
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-H mnp H mn v {d m af\ , (6.5) 



ou k\ = nfo/Ve est la masse de Planck et V§ le volume de l'espace compact. 

Nous nous interessons maintenant a la reduction dimensionnelle de la 
theorie IIB, qui contient des cordes fermees et inclut la durante [39l[40]. Elle 
induit a basse energie la presence de formes de rang pair C(o), C^), C(4)> ^(6)> ^(8)> ^(io) 
ou nous utilisons le langage des formes differentielles. La forme C(o) est un 
axion. Les formes C^ n ) et C(g-2n) sont reliees par dualite et done on ne 
considere generalement que les trois premieres de ces formes. En particulier 
le tenseur champ de jauge F( 5 ) = dC^ est auto-dual : = F^. 

Pour l'instant, nous incluons seulement le terme cinetique de l'axion 
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qui devient 

5=^/A V / ^{-^(^(0)) 2 } (6.6) 

dans le referentiel d'Einstein. L'axion survit a la reduction dimensionnelle, 
et de plus, son terme cinetique (16.61) n'est pas modifie par la transformation 
(16.41) . A quatre dimensions, on a simplement 

5=^|/^^F{-^(^(0)) 2 } , (6.7) 

qui vient s'ajouter a Taction (16 .5p . 

La theorie etant supersymetrique, les termes cinetiques doivent s'ecrire 
— Vdet g Kqd m z l d m z^ (voir section lcT2i ) . Une partie de ces champs scalaires 
complexes z % est formee par les pseudo-scalaires (parties imaginaires) et les 
scalaires (parties reelles) issus de la reduction dimensionnelle ; il s'agit des 
modules que nous avons evoques. 

Le dilaton complexe S, aussi appele axion-dilaton, est determine a partir 
de sa partie imaginaire CW On voit d'apres (16.71) que la metrique de Kahler 
dans la direction S est 

e 2<t> 

K S s = X > (6-8) 

et ce doit aussi etre le facteur du terme cinetique de ReS. Cette expression 
suggere que celle-ci a la forme ReS = c^e 01 ^. En comparant avec le terme 
(d m 4>) 2 dans (16 - 51) . on trouve a\ = —1 et a\a\ = 1. Nous en concluons que le 
module S est 

S = e- + iC (O ) . (6.9) 
La metrique de Kahler (16.81) se reecrit 



SS " 4(ReS) 2 (S + S) 2 ' 

ce qui permet de remonter au potentiel de Kahler 

K(S,S) = -In (S + S) , (6.10) 

ou S designe ici le superchamp chiral associe au scalaire (16.91) . 

Le module de Kahler T a pour partie reelle une fonction du deuxieme 
scalaire a notre disposition, u, qui est le poids de Weyl de la transformation 
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(16.41) . Le moyen le plus simple de voir la forme de ce module est d'utiliser 
les branes. Les -Dp-branes sont des objets etendus vivant a p + 1 dimen- 
sions d'espace-temps et qui supportent les extremites des cordes ouvertes. 
Ce sont des objets non-perturbatifs (solitons) dans la description supergra- 
vitffl qui possedent une tension positive et une charge pouvant etre positive 
ou negative, ce dernier cas correspondant aux anti--Dp-branes. Le couplage 
d'une theorie de jauge pure sur une _D7-brane (qui contient 4 dimensions 
compactes) s'ecrit 

-iMN 



S = [ ^x^FmnF 1 

JD7 




ou 7 est la metrique induite sur la brane dans le referentiel d'Einstein, et les 
indices M, N prennent les valeurs 0, . . . , 7. Sous la transformation (16 .41) . on 
obtient Taction effective 

S = 

Le couplage d'une theorie de jauge sur une _D7-brane est done g 2 = e~ 4u . 

L'action etant hermitienne, si on definit le module T par sa partie reelle 
e 4u = ReT, alors sa partie imaginaire doit coupler au terme F mn F mn avec 
pmn _ e mn P qp^ j e ^ ua j ( j u ^ enseur champ de jauge. Le couplage general de 

ces termes se deduit de Taction de Wess-Zumino sur une D7-brane 



Swz = / CAe 1, , (6.11) 



D7 



ou Tecriture C A e F represente la somme 

CAe F = ^C {2n) AF...AF = ^e ni -™- rs C ni ... n2! F w ... F rs , (6.12) 

de sorte que le nombre d'indices du developpement vaut 8, ce qui fixe le 
rang 21. Le terme qui nous interesse est C( 4 ) A F A F. Plus exactement, 
pour retrouver le terme F mn F mn a quatre dimensions, nous nous interessons 
seulement g[§ 

0(4) At At D e ( ^I 1 l2hl4- t m 1 m2- t m 3 m4 ■ 



1 Les branes sont des objets perturbatifs du point de vue des cordes. 
2 Pour plus de simplicite dans ce qui suit, nous ne tenons pas compte des facteurs 
numeriques. 
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Nous pouvons toujours ecrire F mim2 F m3mi = d mi uj m2m3m4 puisque les in- 
dices sont antisymetrises par le tenseur e en facteur, done Taction qui nous 
interesse est 



J m2va^m4 i 



C _ / j8 /— Iil2l3hm 1 m 2 m 3 rn4 n f\ 
J D7 

= - [ d 8 x^ e hhhhm ^ 2m ^ (d mi C hhhh ) u ri 

J D7 

apres integration par parties. En utilisant l'auto-dualite de dC^), on trouve 

C _ _ / j8 nr. hl2hhmim2m,3m4 n 1 n2n i I< i h ff , . 

J D7 

Finalement, en rearrangeant les tenseurs antisymetriques, cette expression 
contient 

C _ _ / rf8 r- rm 2 ni rm 3 nj zm 4 n 3 zij p _ 
'-' I u / u ± n\ri2n-si] UJ m2m2,m4, ; 

J D7 

ou nous nous sommes servi des coordonnees complexes Zi = ^ (1/ + iYj+i). 
Nous remarquons que F nin2n . 3i j = e niri2n3P d p bfj . Pour effectuer la reduction 
dimensionnelle, il faut que bq = bbq avec b pseudo-scalaire. On obtient Tac- 
tion 

S = J d^x^ ] be mnpg F mn F™ . 

Nous avons done identifie le module de Kahler 

T = e 4 " + ib . (6.13) 

Pour trouver le potentiel de Kahler K(T,T), nous procedons comme pour le 
dilaton, en utilisant le terme cinetique de u dans (16.51) . et le terme cinetique 
de b, contenu dans Taction 
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10„ 4 /„(10) ( 5 ) 



Ce terme est invariant de Weyl, e'est pourquoi nous Tavons directement ex- 
prime dans le referentiel d'Einstein. Nous ne considerons que F mnpi -jF mnpi i 
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car il donne directement le terme cinetique de b. En effectuant la deuxieme 
transformation de Weyl (16.41) sur ce dernier, on trouve 

Par ailleurs, en utilisant Paction (I6.5p . le terme cinetique du scalaire u peut 
se reecrire 

Ceci nous prouve que l'expression (|6. 13f) du module de Kahlejfl est la bonne. 
La metrique associee se deduit des deux actions ci-dessus 

K ._ 3e " 8 " _ 3 
TT ~ 4 " {T + rf ' 

et le potentiel de Kahler est done 

K(T, T) = -3 In (T + T) . (6.14) 

Nous avons montre que toute theorie de jauge vivant sur une _D7-brane 
a un couplage ReT qui ne depend pas du dilaton. Montrons que l'autre cas 
existe aussi. Pour cela, considerons une theorie de jauge sur une Z)3-brane, 
e'est-a-dire une brane pouvant decrire notre espace-temps. Le couplage s'ecrit 

S wz = [ C A e F . 

JD3 

En developpant le produit C A e F , on trouve que le facteur du terme FF est 
C(o). II en resulte que le terme cinetique de jauge F ■ F aura pour facteur 
la partie reelle associee a C( ), soit ReS. Le couplage d'une theorie de jauge 
vivant sur une -D3-brane est done g 2 = e*. 

La reduction dimensionnelle que vous venons d'effectuer est minimale 
dans le sens des conditions d'invariance par translation et rotation que nous 
avons imposees. Mais, si l'espace interne est plat, les modules sont des direc- 
tions plates du potentiel effectif a quatre dimensions. C'est un reel probleme 
non-seulement parce que le spectre contient des modes non-massif, mais parce 
que les couplages de jauge vivant sur les branes ne seront physiques que si 
les modules ont des valeurs moyennes, de preference ni nulles ni infinies. 

3 Le module T est souvent appele "volume modulus" car sa partie reelle est directement 
reliee au volume des dimensions supplementaires. 
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6.2 Superpotentiel non-perturbatif 

Dans ce paragraphe, nous allons utiliser les phenomenes non-perturbatifs 
etudies dans la section [42] pour generer un potentiel au module de Kahler T 

Pour cela, considerons une theorie de jauge SUSY-QCD avec Nf saveurs 
et N c couleurs situee sur une _D7-brane. Le couplage de jauge a la masse de 
Planck est g 2 (Mp) = 1/ (ReT). Nous avons vu qu'a basse energie, le superpo- 
tentiel (I4.52P est genere dynamiquement par la condensation des gluinos. Sans 
perte de generality, nous redefinissons les champs (ip, ip, M) en (iip, iip, —M) 
de fagon a changer le signe global du superpotentiel, et nous omettons la 
phase venant de la valeur moyenne des jauginos : 

J^3N C -N f \ N c -N f 



W dyn = (N e -N f ) [-^J^j +Tr mM . (6.15) 

Dans cette expression, l'echelle dynamique A est directement reliee au 
module de Kahler T a travers l'expression (14.211) pour // = Mp 



A = M P exp 



8n 2 Re T 
(3N C - N f ) 



Le superpotentiel est une fonction holomorphe des superchamps, or la partie 
reelle de T ne Test pas. Nous exprimons done A directement en fonction de 
T 



A = Mpexp 
Le superpotentiel (|6.15l) devient 



vr 2 T 



(3N C - N f ) 



W dyn = (N c — Nf) Ij^jj) +Tr mM . (6.16) 

Si nous decouplons toutes les saveurs de mesons, e'est-a-dire que nous 
supposons que toutes les masses rrii sont tres grandes, nous obtenons un 
superpotentiel qui ne depend plus que du module 

W(T) = N c exp ( Z ^-) ■ (6-17) 



6.3 Stabilisation des modules par les flux 
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Ce resultat peut etre obtenu directement en reprenant le superpotentiel 
(14.461) sans saveurs, Nf = et det M = 1, et en condensant les jauginos, 
U ~ A 3 ; on retrouve bien l'expression (16.171) . 

La theorie SUSY-QCD sur la _D7-brane agit comme un secteur cache. La 
valeur moyenne dans le vide de T donne le couplage de jauge du secteur cache. 
Malheureusement, le superpotentiel (16.17ft et le potentiel de Kahler ( 16 . 14fl ne 
suffisent pas a stabiliser le module car ils n'engendrent pas de potentiel avec 
un minimum. 

6.3 Stabilisation des modules par les flux 

Les flux sont les composantes dans les directions compactes des tenseurs 
champs de jauge. Par exemple, pour Hmnp = QmBnp, il s'agira des com- 
posantes Hj JK avec I, J,K = 4, . . . , 9. L'integrale de ces champs sur un 
sous-espace a trois dimensions est quantifiee (quantification de Dirac). 

6.3.1 Un exemple simple 

L'action effective de la theorie IIB dans le referentiel des cordes contient 
le terme 

S = J 'A^f (-^(3)^(3)) , (6.18) 

ou Cr(3) = F( 3 \ + iSH^ 7 avec Fr s \ = dCm le tenseur champ de jauge de 
la forme de rang 2, et if (3) = dBp) que nous connaissons deja. Le dilaton 
S present devant H (3) prend en compte le facteur e -2 * dans Taction (16.ip . 
Sous la premiere transformation de Weyl (16.21) qui permet de retrouver le 
referentiel d'Einstein, Taction (16.181) se reecrit 

5 = ~j 'Ay'sT : ^g (3) g (3) 
- -^S^^WTTf^ ■ (6 ' 19) 

— UK 

Nous considerons maintenant les termes contenant les flux GukG . En 
appliquant la seconde transformation ( 16.41) . et en effectuant la reduction di- 
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mensionnelle, on obtient Taction 

c 1 f a± H+) e ~ UU n -n 13K 

6(S + S) 




3(S + S) (T + T) 3 



-^\m + inS\ 2 , (6.20) 



ou m et n sont des entiers. Nous reconnaissons la metrique de Kahler e K avec 

K{S,S,T,T) = -In (S + S) -3 In (T + T) 
en facteur. D'apres la section [3.2.41 le potentiel scalaire s'ecrit 



V = e 



A' 



K rj DiWDjW - 3\W\ 2 



(6.21) 



avec DiW = Wi + KiW, et les indices % portent sur S et T. L'argument 
des crochets dans cette expression doit etre identifie avec \m + inS\ 2 dans 
Paction (I6.20j) . II semble done que le superpotentiel ne depende pas de T. 
Dans ce cas, en utilisant (16.141) . 

K TT D t WD t W - 3\W\ 2 = . 
On trouve aisement le superpotentiel 

W(S) = m + inS . (6.22) 

Nous avons ainsi pu generer un potentiel pour le module S en utilisant 
des flux non-nuls. Dans cet exemple, seul l'un des deux champs C(o) ou <f> 
aura une valeur moyenne non-nulle, et on voudrait que ce soit le cas pour 
les deux. De maniere un peu plus generale, d'autres modules sont presents 
apres la reduction dimensionnelle : ceux-ci decrivent la structure complexe de 
l'espace compact I e (rapport des rayons de compactification, angles, ...). En 
les designant par U{, le superpotentiel general que Ton peut obtenir grace aux 
flux s'ecrit W = f(Ui) + g(Ui) S, avec f et g des fonctions complexes. Si Ton 
suppose que ces modules sont stabilises et prennent des valeurs moyennes, 
alors on engendre un superpotentiel lineaire du type (I6.22P qui donne une 
valeur moyenne non-nulle aux deux composantes de S. 

Malheureusement, cet exemple brise la supersymetrie, (DtW) ^ 0. Nous 
ne voulons pas que cette brisure ait lieu lors de la stabilisation du dilaton pour 
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des raisons de stabilite du minimum : la supersymetrie (theoremes de non- 
renormalisation) assure que si le potentiel a un minimum stable au niveau 
classique, alors il le reste a tous les ordres superieurs. Une solution pour 
remedier a ce probleme est d'imposer la conservation de la supersymetrie, 
non pas a travers DsW = 0, mais en separant dgW = = W . Ceci assure 
que D T W = puisque, par ailleurs, aucun terme dependant de T n'est 
engendre par les flux dans le superpotentiel. 

Le deuxieme inconvenient majeur est que l'on ne peut pas combiner ai- 
sement le superpotentiel ( 16.221) avec un superpotentiel de la forme f ]6.17h 
pour le dilaton. En effet, il y a un probleme de magnitude entre m, n qui 
sont des entiers, done d'ordre f , et l'argument de l'exponentielle, qui est tres 
grand puisque les condensats de jauginos ont lieu a une energie intermediate 
(AA) ~ A 3 Mp. Ce probleme peut egalement etre leve si Ton impose la 
conservation de la supersymetrie. 



En 2003, Kachru, Kallosh, Linde et Trivedi (KKLT, [42]) proposent un 
modele de stabilisation de l'ensemble des modules par des flux et par des 
condensats de jauginos. L'interet en particulier pour le dilaton est qu'en 
utilisant plusieurs flux, celui-ci est stabilise sans que la supersymetrie ne soit 
brisee. Dans le scenario KKLT, le module de Kahler est traite differemment 
du reste des modules pour les raisons enoncees ci-dessus : les flux ne generent 
aucun terme dependant de T dans le superpotentiel. 

Dans la suite, nous considerons que tous les modules excepte T sont sta- 
bilises. Leur interaction avec ce dernier induit une constante W qui s'addi- 
tionne au superpotentiel non-perturbatif (16.171) . Cette constante est generee 
perturbativement et supposee petite (en pratique, ceci est difficile a obtenir). 
Le modele est done 
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K(T, T) 
W{T) -- 



= -3 In (T + T) 
W + ae~ bT . 



(6.23) 



Le potentiel scalaire est calcule en appliquant la formule ( 13.791) 



ab (T + T) 
^ 3 — i L e 

3 3 



2 



V KKLT (T,T) 



1 



-bT 



+ W -3\W 



2 



(T + T) 
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qui se reecrit plus simplement si Ton suppose que T est reel 



VxKLTit) 



abe 



-bt 



2t 2 



W + ae~ bt ( 1 + 



(6.24) 



avec t = ReT. 

Ce potentiel possede un minimum, et le module T a done effectivement 
ete stabilise. Nous demandons que le minimum du potentiel soit supersyme- 
trique, D t W\ t=to = 0, ce qui implique 

W = -ae~ u ° (l + ^ 
L'energie du minimum est 

(abe- bt0 ) 2 

Ceci correspond a un vide anti-de Sitter. Puisque Ton sait que la constante 
cosmologique A est nulle ou positive tres petite, il faut trouver un mecanisme 
permettant de relever le minimum du potentiel vers des valeurs acceptables. 
Ce processus s'appelle uplift. 

Dans le modele KKLT originel, les auteurs ont suppose l'existence d'une 
anti-.D3-brane tres loin de la ou se situe la matiere, dans le sens des dimen- 
sions compactes. L'introduction de cette anti-brane a pour effet d'ajouter un 
potentiel 

V uplif t(T) = £ , (6.25) 

ou T designe ici le champ scalaire (16.130 . 

Selon la valeur de c, le potentiel total V = Vkklt + V-upUft est releve de 
maniere differente, comme le montre la Fig. 16.11 Dans le modele considere, 
nous avons pris a = 1, b = 0.3, Wo = — 1CT 12 , et la constante c varie entre 
4 x 1CT 25 Mj, et 3 x 1CT 24 Mp. La courbe la plus basse correspond au potentiel 
KKLT (KT24D . e'est-a-dire pour c = 0. 

L'emplacement to ~ 100 du minimum n'est pas modifiee par l'ajout du 
potentiel d'uplift, et elle est telle que bt ^> 1 comme nous nous y attendions 
puisque ce terme resulte de phenomenes non-perturbatifs. La courbure du 
potentiel autour du minimum ne varie pas non plus lorsqu'on realise l'uplift. 
Ceci signifie que si les dimensions supplementaires sont larges dans le vide 
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V(t) 




100 120 t 



Fig. 6.1 - Potentiel (xlO 30 ) du module de Kahler genere par condensation 
de jauginos et par les flux. L'augmentation des courbes correspond a une 
augmentation de la constante c. Lorsque celle-ci est trop elevee, le minimum 
est detruit, et on retrouve le meme comportement "runaway" que dans le cas 
du potentiel flBTfl) . 



anti-de Sitter, elles le restent dans le vide de Sitter. En outre, la masse du 
module reste tres grande devant la constante cosmologique. 

L'ajustement entre l'energie du vide anti-de Sitter (Vkklt) et la constante 
c peut paraitre trop fin (A = pour c ~ 10~ 24 Mp). Ceci s'explique par la 
courbure des dimensions compactes et par le fait que la matiere est tres eloi- 
gnee de l'anti-D3-brane. Jusqu'a maintenant, nous avons neglige la courbure 
des dimensions compactes due a la presence de flux non-nuls (voir aussi la 
section 12.2.21) . En realite, la metrique s'ecrit 

ds 2 = e 2A{y) g mn dx m dx n + e- 2A{y) 5 IJ dy I dy J , 

ou A, le warp factor, ne depend que des coordonnees compactes y 1 . 

Pour autant, l'uplift par le potentiel (16.25P n'est pas satisfaisant. En effet, 
la presence de l'anti-D3-brane implique que la supersymetrie est realisee de 
maniere non-lineaire et done que Taction effective ne peut plus etre mise sous 
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la forme d'une supergravite quadri-dimensionnelle habituell^. De ce fait, les 
interactions a basse energie ne peuvent plus etre controlees comme dans le 
cadre d'une theorie pleinement supersymetrique. Neanmoins, les contraintes 
phenomenologiques (A > 0, warp factor) forcent l'anti-brane a etre situee 
loin de la brane contenant le Modele Standard ou le MSSM. De ce fait, 
si le spectre de la matiere ordinaire (a basse energie) est supersymetrique 
au niveau des arbres, alors le potentiel (16.251) peut n'induire qu'une brisure 
douce au niveau quantique, done une brisure relativement controlable. Ces 
aspects du modele KKLT ont ete etudies en detail et ont donne lieu a une 
phenomenologie etonnamment riche |43| . 

6.4 Stabilisation des modules et brisure dyna- 
mique de supersymetrie 

Depuis quatre ans, une recherche intensive a ete menee afin de trouver 
des mecanismes permettant de relever le potentiel (|6.24l) du modele KKLT 
a l'aide d'un potentiel supersymetrique. 

Rappelons que le potentiel scalaire d'une theorie de supergravite M = 1 
est donne par l'equation (I3.73f) 

V = e K {K i] DiWDjW - 3FW 7 } + -D (a) D W , 
qui s'ecrit plus simplement 

V = J2\ Fi \ 2 + \ D(a)D(a) ~ 3rnl /2 M 4 P , (6.26) 

i 

avec les champs auxiliaires 

= -gKiT {a) jz j , (6.27) 

et la masse du gravitino 

m 2 /2 = e K \W\ 2 . (6.28) 
4 I1 est clair que le potentiel (|6.25|) brise explicitement la supersymetrie. 
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Dans une theorie de supergravite (voir section 13.2.41) . on peut briser spon- 
tanement la supersymetrie tout en ayant une energie du vide quelconque. II 
semble done naturel de coupler le modele KKLT a un autre secteur qui ap- 
porterait a la fois l'uplift requis et la brisure spontanee de supersymetrie. 
Ce role peut a priori etre assure par des composantes (D) ^ 0, en utilisant 
un terme de Fayet-Iliopoulos (13.301) si le groupe de jauge du nouveau sec- 
teur contient un facteur abelien, ou par des composantes (F) ^ a travers 
un modele a la O'Raifeartaigh (voir paragraphe 13.1.31) . Dans la suite, nous 
etudions les deux approches. 

6.4.1 Uplift grace a un groupe U(l) anormal 

Quelques mois apres la parution du scenario KKLT [42], Burgess, Kallosh 
et Quevedo [44] proposent d'utiliser une composante D brisant spontanement 
la supersymetrie. 

La presence d'un facteur U(l)x anormal est generique dans les theories 
de supergravite issues de theories des cordes. A quatre dimensions, la theorie 
effective possede des anomalies mixtes entre la symetrie de jauge U(l)x et 
le groupe SU(N C ) de la .D7-brane qui permet de stabiliser le module T. Les 
champs de matiere presents sur la _D7-brane doivent etre charges et la somme 
de leur charge est alors fixee par l'annulation des anomalies. Parallelement, 
les auteurs utilisent certains flux sur la _D7-brane pour engendrer un terme de 
Fayet-Iliopoulos (FI) a la composante D du groupe U{l)x- Par consequent, 
le terme FI depend du module T puisque ce dernier est directement relie au 
couplage de jauge sur la brane. Ce mecanisme force le module a se transformer 
sous le groupe abelien selon 



oil 5gs es t une constante reliee au mecanisme de Green-Schwarz d'annulation 
des anomalies, et A est le superchamp chiral parametre de la transformation 
de jauge U(l)x- Le potentiel de Kahler (16.141) n'est plus invariant de jauge 
dans ce cas, et il faut le modifier en 



5T 



5 G sA 



(6.29) 



K(T, T) 



3 In (T + T-5 GS V X ) 



avec V x le vecteur de jauge de U(l)x qui a la transformation habituelle 
SV X = A + A. 



116 



Les champs de modules et leur stabilisation 



Le potentiel scalaire induit par la composante D x a typiquement la forme 




(6.30) 



ou 4> l sont les champs de matiere de charges et Ki = dK/dcj) 1 avec un 
potentiel de Kahler canonique pour les <fi\ La constante ( est le terme FI, il 
est relie a l'annulation des anomalies par 

C = OtK . 

s 2 

On peut montrer [45l EEJ [46] que ce schema n'est pas complet car le su- 
perpotentiel non-perturbatif (16.171) . Wnp = ae~ bT , n'est pas invariant sous 
(16.291) . La completion du modele est delicate et necessite l'introduction d'un 
champ singlet de SU(N C ) et de charge U(l)x negative^. De maniere ge- 
nerate, un tel champ existe toujours dans les constructions de theories des 
cordes. Le modele est alors fixe par l'invariance de jauge. 

Apres avoir resolu les equations du mouvement dans ce type de construc- 
tions, on trouve toujours que le minimum est de la forme 

(V) = V F + V D ~ m* /2 - m 2 3/2 ( 2 . 

Pour obtenir une constante cosmologique nulle, il faut done que la masse 
du gravitino soit du meme ordre que le terme de Fayet-Iliopoulos, qui est 
generalement tres grand ( ~ Mp. Pourtant, on a typiquement m 3 / 2 ~ 
W /Mp A avec, encore une fois, W tres petit, et ou A est l'echelle de 
condensation des jauginos donnant lieu au superpotentiel e~ bT . 

On trouve que la masse du gravitino dans ces modeles est de l'ordre de 
10 16 GeV, ce qui n'est pas interessant du point de vue phenomenologique. 
On peut modifier le modele en incluant des corrections non-perturbatives au 
potentiel de Kahler, mais malgre ces tentatives, il semble difficile d'obtenir 
une masse m 3 / 2 inferieure a 10 12 -10 13 GeV. 



5 Plus exactement, la charge du singlet doit etre de signe oppose a celui de la somme 
des charges En effet, l'annulation des anomalies impose 6gs ~ J2lii et P ar ailleurs 
8tK < 0. II s'ensuit que le terme ( et la somme Y^Qi son t de meme signe. 
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6.4.2 Uplift et brisure de supersymetrie a la O'Raifear- 
taigh 

Dans la Publication Af°3 (voir aussi [47]), nous avons realise 1 'uplift du 
potentiel KKLT d'une nouvelle fagon. En couplant le modele ISS developpe 
dans la section 15.31 avec le modele KKLT, on obtient l'uplift souhaite et 
la brisure dynamique de supersymetrie par le terme F$ ^ (voir equations 
(15.151 )). Le point majeur est que le gravitino possede naturellement une masse 
petite m 3/2 ~ O(TeV). 

La construction des differents secteurs est assez simple a realiser et est 
illustree sur la Fig. 16.21 



L'espace-temps dix-dimensionnel contient des D3 et des _D7-branes. Rap- 
pelons que les mesons <p sont charges sous le groupe global SU(Nf), tandis 
que les quarks (p et anti-quarks <p portent a la fois des indices de couleur et de 
saveur. Les mesons doivent etre relativement decouples du module de Kahler 



de maniere a pouvoir induire facilement l'uplift et la brisure de supersymetrie. 

Aussi peuvent-ils appartenir a un ensemble de Nf _D7-branes car ils sont 
singlets de jauge. Nous les interpretons comme les positions des branes, ce 
qui garantit la forme (|6.31l) . En effet, Taction des positions X 1 des D7-branes 
dans le referentiel d'Einstein est 



D3-branes 
SU(N) 




D7 -branes 
SU(Nf) 



Fig. 6.2 - La construction faite dans la Publication Af°3. 



K = K(T, T) + K(®, $t) 
W = W(T) + W($) , 



(6.31) 




j 
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ou le facteur vient de la tension de la brane, et M, N — 0, . . . , 7. Lorsqu'on 
reduit cette action en utilisant ( 16.41) . on trouve qu'il n'y a aucune dependance 
explicite en T dans les termes cinetiques d m X I d m X J a quatre dimensions. 
Par contre, ils dependent du dilaton selon le facteur = 1/ReS. 

De la meme fagon, on ne veut pas que l'echelle dynamique A du secteur 
ISS depende du module T. II faut done que le couplage de jauge vive sur un 
ensemble de N D3-branes, pour lesquelles nous avons montre a la fin de la 
section 16.11 que le couplage ne depend que de S. Les quarks et anti-quarks 
sont decrits par des cordes ouvertes dont les extremites lient les _D7-branes et 
les D3-branes. A priori, ils sont couples de maniere non-triviale aux modules 
T et S, mais puisqu'ils ne contribuent pas a la brisure de supersymetrie, 
leur potentiel de Kahler (suppose canonique pour plus de simplicity dans la 
Publication J\f° 3) est moins important que celui des mesons. 

Le couplage direct entre le secteur ISS et le secteur KKLT produit un 
terme C/t 3 , avec t = ReT, dans le potentiel scalaire. Ce terme joue le role de 
potentiel d'uplift, et comme sur la Fig. 16. 11 ne modifie pas la valeur moyenne 
to dans le vide. 

Dans le modele, l'uplift et la brisure dynamique de supersymetrie a la ISS 
dependent du parametre de masse /z 2 des mesons (equations (15 . 13D ) . De ce 
fait, l'annulation de la constante cosmologique demande un ajustement entre 
W et n 2 

3\W \ 2 ~ | A V| ( N f~N) . 

Nous avons vu que Wo est tres petit ~ 1CT 12 , et il faut done que /i 2 le soit 
aussi. Ceci se produit naturellement car jj? est genere dynamiquement dans 
la theorie electrique [36j. On obtient un gravitino de masse 



\W \ 



7fT\3/2 



(To + T ) 



Puisque t ~ 100, on a m 3/2 ~ 10" 15 M P ~ 10 TeV. 

Notons que l'uplift du potentiel (16.240 par des composantes F peut etre 
realise grace a n'importe quel modele a la O'Raifeartaigh. Cela a ete brieve- 
ment montre a la fin de la Publication M° 3. L'avantage de coupler un modele 
de type ISS avec le module est que la presence de ce dernier rallonge la duree 
de vie des vides metastables. Pour finir, la phenomenologie de ces modeles a 
ete recemment developpee [48j. 
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